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Prefazione 


Per caratterizzare brevemente il contenuto di questo IX volume det 
Corso di fisica teorica presentato al lettore, possiamo dire che esso è 
dedicato alla teoria quantistica dello stato condensato della materia. 
Il libro inizia con un'esposizione particolareggiata della teoria det 
liquidi quantistici: liquido di Bose e liquido di Fermi. Questa teoria, 
creata da L. D. Landau subito dopo le scoperte sperimentali di P. L. Ka- 
pitsa, rappresenta attualmente un settore a sé stante in fisica teorica. 
La sua importanza è dovuta non tanto agli interessanti fenomeni veri- 
ficatisi negli isotopi liquidi dell’elio, quanto al fatto che le rappresenta- 
zioni del liquido quantistico e del suo spettro costituiscono effettiva- 
mente la base della descrizione quantistica dei corpi macroscopici. 

Per una comprensione approfondita delle proprietà dei metalli, 
ad esempio, è necessario considerarvi gli elettroni come liquido di Fermi. 
Tuttavia le proprietà del liquido elettronico sono rese complicate dal- 
l'esistenza del reticolo cristallino, pertanto lo studio preliminare del 
caso più semplice di liquido omogeneo e isotropo è un passo necessario 
per la costruzione di una teoria. Allo stesso modo, è impossibile capire 
chidtamente la superconduttività dei metalli, che si può considerare - 
come superfluidità del liquido elettronico, senza acquisire preliminar- 
mente una conoscenza della teoria elementare della superfluidità del 
liquido di Bose. 

Il meccanismo delle funzioni di Green è parte integrante dell appa- 
rato matematico della fisica statistica moderna. Ciò è legato non sol- 
tanto alla comodità che la tecnica dei diagrammi presenta per il calcolo: 
delle funzioni di Green. Soprattutto il fatto è che le funzioni di Green 
definiscono direttamente lo spettro di eccitazioni elementari del corpo 
e rappresentano, quindi, quel linguaggio che permette in modo più 
naturale di descrivere le proprietà di queste eccitazioni. Questa è la 
ragione per cui nel presente volume si dà un'attenzione notevole alle 
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questioni metodologiche, ossia alla teoria delle funzioni di Green dei 
corpi macroscopici. Sebbene le idee fondamentali siano le stesse per 
tutti i sistemi, la tecnica dei diagrammi ha forma concreta a seconda 
dei casi in esame. A questo proposito sembra naturale sviluppare questi 
metodi sull’esempio degli stessi liquidi quantistici isotropi, in cui 
l'essenza stessa del metodo si rivela in forma pura, senza complicazioni 
. dovute alla disomogeneità spaziale, all'esistenza di più specie di par- 
ticelle ecc. 

Per ragioni analoghe trattiamo qui la teoria microscopica della 
superconduttività partendo da un modello semplice di gas di Fermi 
isotropo con interazione debole, a prescindere da complicazioni legate 
‘all'esistenza del reticolo cristallino e all interazione coulombiana. 

Quanto ai capitoli dedicati agli elettroni nel reticolo cristallino e 
«alla teoria del magnetismo, vogliamo sottolineare ancora una volta che 
il presente libro fa parte del Corso di fisica teorica e non pretende in 
nessun modo di sostituire il corso di teoria dei solidi. Ciò premesso, qui 
sono considerate questioni di carattere generale e trascurate quelle 
‘concrete, che richiedono l’uso di dati sperimentali concreti e metodi di 
calcolo non aventi ancora una base teorica ben chiara. Notiamo anche 
.che il presente libro non tratta le proprietà cinetiche dei solidi, che ci 
` proponiamo di considerare nel prossimo, conclusivo volume del Corso. 

Infine, in questo libro sono esposte anche la teoria delle fluttuazioni 
«elettromagnetiche nella materia e la teoria delle fluttuazioni idrodina- 
miche. Inizialmente la prima teoria faceva parte dell'VIII volume. 
La sua attuale inclusione nel presente libro è dovuta alla necessità 
-di applicare le funzioni di Green, ciò che consente di conferire a tutta la 
-teoria una forma più semplice e comoda per l’uso. Inoltre, ci è sembrato 
.naturale trattare le fluttuazioni elettromagnetiche ed idrodinamiche in 
.un solo volume. 


L. D. Landau è assente fra i veri autori di questo libro. Ma il lettore 
potrà notare facilmente quante volte il suo nome viene citato nel libro; 
la maggior parte dei risultati descritti appartengono a Landau personal- 
mente o sono stati ottenuti in collaborazione con i suoi allievi. Il plu- 
riennale contatto diretto con lui ci dà tutte le ragioni di sperare che siamo 
riusciti ad esprimere correttamente il suo parere su questi problemi, 
tenendo ovviamente conto di quanto di nuovo è stato apportato negli 
ultimi quindici anni trascorsi dal giorno in cui è cessata tragicamente 
la sua attività scientifica. 
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Vogliamo ringraziare A. F. Andreev, I. E. DzjaloZinskij e I. M. Lif- 
šits per le consultazioni continue sulle questioni trattate in questo 
volume. Abbiamo tratto tante cose utili dal noto libro di A. A. Abriko- ` 
sov, L. P. Gorkov e I. E. Dzjalosinskij, uno dei primi lavori nella 
letteratura fisica dedicato ai metodi nuovi in fisica statistica. Infine, 
siamo grati a L. P. Gorkov e Ju. L. Klimontoviè per la lettura del mano- 
scritto e le utili osservazioni. 


Mosca, aprile 1977. 
E. M. Lifsits, 
L. P. Pitaevskij 


Alcune notazioni 


Gli indici vettoriali sono designati con le lettere minuscole del- 
l'alfabeto latino: i, k, ..., e gli indici degli spin con quelle del- 
l'alfabeto greco: a, B, . .. Con tutti gli indici ripetuti due volte è 
sottintesa la somma 

I « quadrivettori » (si veda la nota alla pag. 72) sono indicati con 
lettere maiuscole: X, P, ... 

Elemento di volume: dV o d*r 

Il limite allorché una grandezza tende a zero da destra o da sinistra: 
+0 o —0 

L'accento circonflesso sopra una lettera indica un operatore 
Operatore hamiltoniano: H, H' = H — uN 

Operatore di perturbazioni: V a 

Operatori p nella rappresentazione di Schròdinger: +, t; nella 
rappresentazione di Heisenberg: Ý, Y+; nella rappresentazione di 


Matsubara: WM, YM 

Funzioni di Green: G, D 

Funzioni di Green termiche: §, D 

Le grandezze termodinamiche sono designate come nel volume V, 
fra cui: temperatura 7, volume V, pressione P, potenziale chimico p 
Intensità e induzione del campo magnetico: H e B; campo magnetico 
esterno: $ 


I rimandi a paragrafi e formule degli altri volumi del presente 
Corso sono indicati mediante i numeri relativi ai volumi stessi: 
I (Meccanica, 1975); II (Teoria dei campi, 1975); III (Meccanica 
quantistica non relativistica, 1976); IV (Meccanica quantistica relati- 
vistica, 1977); V (Fisica statistica, parte prima, 1977); VI (Meccanica 
dei mezzi continui, di prossima pubblicazione); VIII (Elettrodinamica 
dei mezzi continui, di prossima pubblicazione). 


«Capitolo I 


| LIQUIDO 
DI FERMI NORMALE 


$ 1. Eccitazioni elementari nel liquido 
di Fermi quantistico 


Le proprietà macroscopiche dei liquidi vengono determinate dagli 
effetti quantistici per temperature tanto basse, che la lunghezza 
d'onda di de Broglie, che corrisponde al movimento termico degli 
atomi nel liquido, diventa commensurabile con le distanze interato- 
miche. La teoria di questi liquidi quantistici presenta notevole 
interesse di principio, anche se in natura esistono soltanto due sostan- 
ze di questo tipo, che si possono considerare liquidi dell’elio (He? 
e Het) a temperature di ~1-2 K. Tutte le altre sostanze si solidi- 
ficano molto prima che in esse gli effetti quantistici diventino con- . 
siderevoli. A questo proposito ricordiamo che, in accordo con la 
meccanica classica, tutti i corpi dovrebbero essere solidi allo zero 
assoluto (vedi V, $ 64); per quanto riguarda l’elio, grazie all’intera- 
zione particolarmente debole fra i suoi atomi, esso resta liquido fino 
a temperature al di sotto delle quali entrano in vigore fenomeni quan- 
tistici e la solidificazione non è più necessaria. 

Per calcolare le grandezze termodinamiche di un corpo macrosco- 
pico, occorre conoscere lo spettro dei suoi livelli energetici. È ovvio 
che nel caso di sistemi di particelle fortemente interagenti, quale è 
di fatto il liquido quantistico, si deve parlare proprio dei livelli 
corrispondenti agli stati stazionari quantomeccanici dell'intero 
liquido e non agli stati di singoli atomi. Calcolando le somme stati- 
stiche nel dominio delle temperature sufficientemente basse, è 
necessario tener conto soltanto di livelli debolmente eccitati del- 
l'energia del liquido, ossia dei livelli disposti non troppo sopra 
quello principale. 

Per tutta la teoria ha un'importanza fondamentale il seguente 
fatto. Ogni stato debolmente eccitato di un corpo macroscopico può 
essere considerato in meccanica quantistica come un insieme di 
eccitazioni elementari. Queste eccitazioni elementari si comportano 
come quasi-particelle che si muovono nel volume occupato dal corpo 
in questione e posseggono certe energie e ed impulsi p. La forma 
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della dipendenza funzionale e (p) o, come si dice anche, la legge della 
dispersione delle eccitazioni elementari, serve come caratteristica 
importante per lo spettro energetico del corpo. Sottolineiamo ancora 
una volta che la nozione di eccitazione elementare compare come 
metodo di descrizione quantomeccanica del movimento di tutti 
gli atomi del corpo e che le quasi-particelle non si possono identifi- 
care assolutamente con singoli atomi e molecole. 

Esistono diversi tipi di spettri energetici, in linea di massima, 
per i liquidi quantistici. A seconda del tipo di spettro il liquido avrà 
anche delle proprietà macroscopiche completamente diverse. Iniziamo 
lo studio dal liquido avente uno spettro che si potrebbe chiamare 
spettro di tipo Fermi. La teoria di questo liquido di Fermi è stata 
creata da L. D. Landau (1956-58); gli appartengono anche i risulta- 
ti che verranno descritti nei $$ 1-4 1). 

| Lo spettro energetico del liquido quantistico di tipo Fermi è 
costruito analogamente, in un certo senso, allo spettro di un gas di 
Fermi perfetto (con particelle a spin 1/2). Lo stato fondamentale 
di quest’ultimo corrisponde al riempimento con particelle di tutti 
gli stati all’interno della sfera di Fermi, ossia della sfera nello spazio 
degli impulsi di raggio pr, legato alla densità del gas N/V (il numero 
di particelle per unità di volume) dalla formula 


N 400 Db 
T= 270187 Be A) 


(vedi V, $ 57). Gli stati eccitati del gas compaiono allorché le par- 
ticelle passano dagli stati della sfera riempita ad altri stati con 
P > Pr. i 

È ovvio che nei liquidi non esistono stati quantistici per singole 
particelle. Tuttavia il punto di partenza per la costruzione dello 
spettro per il liquido di Fermi consiste nella seguente proposizione: 
la classificazione dei livelli energetici resta invariata per « inclu- 
sione » graduale dell’interazione fra gli atomi, cioè passando dal gas 
al liquido. In questa classificazione sono le eccitazioni elementari 
(quasi-particelle) a fungere da particelle del gas; il loro numero 
coincide con il numero di atomi, e queste eccitazioni sono rette 
dalla statistica di Fermi. 

Notiamo subito che, evidentemente, soltanto un liquido di par- 
ticelle a spin semintero può avere lo spettro di questo tipo, vale a 
dire che lo stato di un sistema di bosoni (particelle a spin intero) 
non può essere descritto nei termini delle quasi-particelle regolate 
dalla statistica di Fermi. Al tempo stesso si deve sottolineare che lo 
spettro di questo tipo non può servire come proprietà universale per 


1) Dobbiamo precisare, a scanso di ogni equivoco, che qui si tratta del 
liquido di Fermi non superfluido (o, come si dice, normale). Tale è l’isotopo 
liquido He? (con una riserva che verrà menzionata nella nota alla pag. 273). 
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tutti i liquidi quantistici. Il tipo di spettro dipende anche dalla 
natura concreta dell’interazione fra gli atomi. Quest'ultima cir- 
costanza deriva immediatamente dal semplice ragionamento seguen- 
te: se l'interazione fosse tale che gli atomi tendano ad accoppiarsi, 
otterremmo al limite un liquido molecolare composto di particelle 
(molecole) a spin intero, per il quale lo spettro in esame sarebbe 
impossibile a priori. 

Ciascuna delle quasi-particelle ha un impulso p (torneremo anco- . 
ra sulla questione della validità di questa affermazione). Ammettiamo 
che n (p) sia la funzione di distribuzione degli impulsi delle quasi- 
particelle, normalizzata dalla condizione 


[nr= dT = -s 


(questa condizione verrà precisata più avanti). Il suddetto principio 
di classificazione parte dall’ipotesi che questa fûnzione così assegnata 
definisca univocamente l’energia £ del liquido e che lo stato fonda- 
mentale corrisponda alla funzione di distribuzione, in cui sono 
occupati tutti gli stati all’interno della sfera di Fermi di raggio pr, 
legato alla densità del liquido mediante la stessa formula (1,4), 
del gas perfetto. da 
È importante sottolineare che l'energia completa £ del liquido 
non si riduce affatto alla somma delle energie e delle quasi-parti- 
celle. In altre parole, E rappresenta un funzionale della funzione di 


distribuzione, che non si riduce all’integrale |ne dt (come si veri- 


fica per un gas perfetto, quando le quasi-particelle coincidono con le 
particelle vere e proprie e non interagiscono le une con le altre). 
Poiché E è esattamente il concetto primario, sorge la questione della 
determinazione dell’energia delle quasi-particelle tenendo conto 
dell’interazione tra esse. 

Consideriamo a tal fine la variazione di £ per una variazione 
indefinitamente piccola della funzione di distribuzione. Essa va 
definita, evidentemente, dall’integrale di un’espressione che è 
lineare rispetto alla variazione ôn, cioè avente la forma 


La grandezza e rappresenta la derivata variazionale dell'energia £ 
rispetto alla funzione di distribuzione. Essa corrisponde alla varia- 
zione dell’energia del sistema quando si aggiunge una quasi-parti- 
cella di impulso p, ed è questa grandezza che funge da hamiltoniana 
della quasi-particella nel campo delle altre particelle. Essa è anche 
un funzionale della funzione di distribuzione, vale a dire che la forma 
della funzione e (p) dipende dalla distribuzione di tutte le particelle 
nel liquido. 


‘46 CAPITOLO 1 


Notiamo a questo proposito che l’eccitazione elementare nel 
tipo di spettro considerato si può interpretare, in un certo senso, 
come atomo nel campo autoconcordato degli altri atomi. Tuttavia, 
non si può intendere questa autoconcordanza nel senso proprio della 
meccanica quantistica. La sua natura qui è più profonda; l’operatore 
hamiltoniano dell'atomo tiene conto dell'influenza delle particelle 
‘circostanti non soltanto sull’energia potenziale, ma cambia anche 
la dipendenza dell’operatore dell'energia cinetica dall'operatore 
dell'impulso. 

Finora abbiamo trascurato l’esistenza di spin nelle quasi-par- 
ticelle. Essendo lo spin una grandezza quantomeccanica, non si può 
esaminarlo in termini classici, per cui dobbiamo considerare la 
funzione di distribuzione come una matrice statistica nei confronti 
dello spin. Quanto all'energia e dell’eccitazione elementare, nel 
caso generale essa rappresenta non soltanto una funzione dell’impul- 
so, ma anche un operatore rispetto alle variabili di spin, che può 
‘essere espresso in funzione dell’operatore di spin s della quasi-par- 
ticella. In un liquido isotropo e omogeneo (che non si trova in un 
campo magnetico e non è ferromagnetico) l'operatore s può figurare 
anch'esso nella funzione scalare e soltanto sotto forma di scalari 
s? o (Sp)?; l’espressione sp è impossibile in quanto rappresenta uno 
pseudoscalare, data la natura assiale del vettore di spin. Il quadrato 
s? vale s (s + 1), e per lo spin s = 4/2 lo scalare (Sp)? = p?/4 si 
riduce anch'esso a una costante indipendente da s. Di conseguenza, 
in questo caso l’energia della quasi-particella non dipende affatto 
dall’operatore di spin, vale a dire che tutti i livelli energetici delle 
quasi-particelle sono doppiamente degeneri. 

L'affermazione secondo la quale le quasi-particelle posseggono 
spin esprime l’esistenza di questa degenerazione. In questo senso si 
può affermare che lo spin delle quasi-particelle nel tipo di spettro 
considerato vale sempre 1/2, a prescindere dal valore dello spin 
delle particelle vere e proprie del liquido. Infatti, per ogni spin s 
diverso da 1/2, i termini della forma (sp)? condurrebbero alla scis- 
sione dei livelli (2s + 1)-upli degeneri in (2s + 1)/2 livelli doppia- 
mente degeneri. In altre parole, compaiono i (2s + 1)/2 rami distinti 
della funzione e (p) ognuno dei quali corrisponde alle « quasi-par- 
ticelle di spin 1/2 ». 

Come è stato già detto, se si tiene conto dello spin delle quasi- 
particelle la funzione di distribuzione diventa matrice o operatore 


n (p) rispetto alle variabili di spin. Questo operatore si serive in 
forma esplicita come matrice hermitiana statistica nag (p), dove œ 
e B sono gli indici matriciali di spin suscettibili di assumere i due 
valori +1/2. Gli elementi diagonali della matrice determinano il 
numero di quasi-particelle in determinati stati di spin. Perciò dob- 
biamo ora scrivere la condizione di normalizzazione della funzione 
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di distribuzione delle quasi-particelle nella forma 


X N d3r 
Tr {idr= (na i= F> dt = Graf (1,2) 


(il simbolo Tr significa che la traccia della matrice viene calcolata 
rispetto agli indici di spin) 1). i 

Nel caso generale l'energia e della quasi-particella è anch’'essa— 
un operatore, ossia una matrice nelle variabili di spin. Occorre 
scriverne la definizione come segue: 


F = Tr È Eèn dr = | eagônga dr. (1,3) 
Se fra la funzione di distribuzione e l'energia non esiste dipen- 
denza di spin, cioè se nag ed egg si riducono alla matrice unitaria 


Nap = NÕa pg Lap = 862.8» (1,4) 


allora il calcolo della traccia nelle formule (1,2-3) si riduce semplice- 
mente alla moltiplicazione per 2 


2(nd=, F=2 fe ònar. (1,5) 

È facile vedere che, in equilibrio statistico, la funzione di distri- 
buzione delle quasi-particelle ha la forma della distribuzione di 
Fermi, dove la grandezza €, definita dalla (1,3), funge da energia. 
Infatti, in virtù della coincidenza fra le proprietà di classificazione 
dei livelli energetici del liquido e del gas di Fermi perfetto l’entropia 
S del liquido viene definita dalla stessa espressione combinatoria 


$ = —Tr ({fna—(1—#)1n(1—#)} de, (1,6) 
come nel caso del gas (vedi V, § 55). Facendo variare questa espres- 
sione per le condizioni complementari di costanza del numero totale 
di particelle e dell'energia totale 


So Tr|ôndr=0, F-=Trfsbide=0, 
otteniamo la distribuzione richiesta 
n= [e@-W/T + 1], (1,7) 


dove u è il potenziale chimico del liquido. 

Quando l’energia delle quasi-particelle è indipendente dallo 
spin, la formula (41,7) esprime la stessa relazione esistente fra le 
grandezze n ed e: 


n= [e6-W/7) + 1]. (1,8) 


1) Qui e dappertutto più avanti con indici ripetuti due volte è intesa, come 
al solito, la somma. 
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Per la temperatura 7 = 0 il potenziale chimico coincide con l'energia 
limite sulla superficie della sfera di Fermi: 


Bb [r= = Er = £ (pr). (1,9) 
Sottolineiamo che, malgrado l'analogia formale fra l’espressione 
(1,8) e la distribuzione di Fermi ordinaria, essa non è identica a 
quest’ultima: poiché e è essa stessa funzionale di n, la formula (1,8) 
rappresenta, a rigore, una definizione complicata implicita di n. 
Torniamo all’ipotesi che a ciascuna quasi-particella possa essere 
attribuito un certo impulso. La condizione di validità di questa ipo- 
tesi richiede che l’indeterminazione dell’impulso (dovuta alla 
‘ lunghezza finita del cammino libero della quasi-particella) sia piccola 
non soltanto rispetto al valore dell’impulso stesso, ma anche rispetto 
alla larghezza Ap del « dominio smussato » della distribuzione, cioè 
del dominio in cui essa differisce essenzialmente dalla funzione 
«a gradini » 1) 
1 per 
am=e=f P P< Pr, 
per p> pp. 


Si vede facilmente che questa condizione viene soddisfatta se la 
distribuzione n (p) differisce dalla (1,10) soltanto in un piccolo 
dominio in prossimità della superficie della sfera di Fermi. In 
effetti, in virtù del principio di Pauli, soltanto le quasi-particelle si 
possono diffondere reciprocamente nel dominio smussato della di- 
stribuzione; inoltre, in seguito alla diffusione esse devono passare 
agli stati liberi dello stesso dominio. Pertanto la probabilità d’urto 
è proporzionale al quadrato della larghezza di questo dominio. Ciò 
premesso, l’indeterminazione dell’energia e, quindi, quella dell’im- 
pulso della quasi-particella sono proporzionali anch'esse a (Ap)?. 
Ne risulta con chiarezza che, per Ap sufficientemente piccola, l’in- 
determinazione dell’impulso sarà piccola non soltanto rispetto a pr, 
ma anche rispetto a Ap. 

Quindi, il metodo descritto è valido soltanto per stati eccitati 
del liquido tali che siano definiti da una funzione di distribuzione 
delle quasi-particelle che differisce da un « gradino » soltanto in un 
dominio ristretto in prossimità della superficie di Fermi. In partico- 
lare, per le distribuzioni termodinamiche di equilibrio sono ammis- 
sibili unicamente temperature sufficientemente basse. La larghezza 
(rispetto all’energia) del dominio smussato della distribuzione di 
equilibrio è dell’ordine di grandezza di 7. Quanto all’indetermina- 
zione quantistica dell’energia della quasi-particella, legata agli 


(1,10) 


1) Notiamo. per il seguito che la derivata 
0 (p) = —ô (p — pr). 


Infatti, ambedue i membri di questa uguaglianza danno lo stesso risultato 
` (unità) integrando su qualsiasi intervallo p contenente il punto p = pp. 
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urti, essa è dell’ordine di grandezza di h/t, dove qt è il tempo del 
cammino libero della quasi-particella. Pertanto la condizione di 
applicabilità della teoria è 


h/t <T. (i 14) 


‘Inoltre, in accordo con quanto detto sopra, il tempo T è inversamente 
proporzionale al quadrato della larghezza del dominio smussato, cioè 


TO TA, 


cosicché la condizione (1,14) si verifica a priori per T + 0. Per un 
liquido ad interazione non debole fra le particelle, tutti i parametri 
energetici coincidono, in ordine di grandezza, con l’energia ai con- 
torni £p; in questo senso la condizione (1,11) è equivalente alla 
condizione T < | er |}. 

Per le distribuzioni vicine alla distribuzione « a gradini » (a quella 
per 7 = 0), si può sostituire, in prima approssimazione, al funzionale 
e il suo valore calcolato per n (p) = 9 (p). Allora e diventa una certa 
funzione del valore dell'impulso e la formula (4,7) si trasforma in 
distribuzione di Fermi ordinaria. 

In questo caso, in prossimità della superficie della sfera di Fermi, 
dove e soltanto dove la funzione e (p) può avere un significato fisico, 
la si può sviluppare in potenze della differenza p — pr. Abbiamo 
così 


e— ep © Dr (P — Pr), (1,12) 
dove 
ôe 
= box (1,43) 


è la « velocità » delle quasi-particelle sulla superficie di Fermi. 
Nel caso di un gas di Fermi perfetto, dove le quasi-particelle sono 

. identiche alle particelle vere e proprie, abbiamo e = p?/2m in modo 
` che vp = py/m. Per analogia si può introdurre per il liquido di 
‘Fermi la grandezza 


m* = pplùr (1,14) 


e chiamarla massa efficace della quasi-particella; questa grandezza è 
positiva (vedi la fine del $ 2). 

Nei termini delle grandezze così introdotte si può scrivere la 
condizione di applicabilità della teoria come T < vrprj inoltre di 
significato reale godono unicamente le quasi-particelle di impulso p 
per cui | p — pr | & pr. Sottolineiamo ancora una volta quest’ulti- 
ma circostanza e notiamo che essa conferisce un particolare carattere 


1) Tuttavia, per He? liquido il dominio di applicabilità quantitativa della 
teoria è di fatto limitato, come lo mostra l’esperienza, a temperature T <. 
< 0,1 K (mentre [ep] 2,5 K). 
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non banale alla relazione (1,1) fra pp e la densità del liquido in 
quanto la sua deduzione evidente (per il gas di Fermi) è basata sulla 
rappresentazione delle particelle negli stati che riempiono tutta la 
sfera di Fermi e non soltanto l’intorno della sua superficie 1). 

La massa efficace determina, in particolare, l'entropia S e il 
calore specifico C del liquido alle basse temperature. Queste gran- 
dezze sono date dalla stessa formula che per un gas perfetto (vedi V, 
$ 58), nella quale occorre sostituire soltanto la massa m della parti- 
cella con la massa efficace m*: 

; m* n \2/3 m* (N \1/3 

S=C=VT, v= = (3) # (7) (1,15) 
(data la dipendenza lineare da T, le grandezze S e C coincidono). 
In effetti, l’espressione (1,6) dell’entropia mediante la funzione di 
distribuzione è identica per il liquido e per il gas, e per il calcolo 
dell’integrale che vi figura è essenziale unicamente il dominio degli 
impulsi in prossimità di pp, dove le funzioni di distribuzione delle 
quasi-particelle nel liquido e delle particelle nel gas sono date dalla 
stessa espressione (1,8) ?). 

Prima di passare allo sviluppo ulteriore della teoria, facciamo la 
seguente osservazione. Sebbene il metodo descritto di introduzione 
della nozione di quasi-particella nel liquido di Fermi, in analogia 
completa con le particelle del gas, sia il più comodo per la costruzione 
sistematica della teoria, il quadro fisico legato a questo metodo 
presenta il seguente difetto: in esso figura la sfera di Fermi riempita 
delle quasi-particelle non osservabile. Si potrebbe eliminare questo 
difetto con una formulazione, in cui le eccitazioni elementari com- 
paiono soltanto per T 54 0. In questo quadro sarebbero le quasi- 
particelle all’esterno della sfera di Fermi e le « buche » all’interno 
di quest’ultima a fungere da eccitazioni elementari; è sufficiente 
attribuire alle prime (con un’approssimazione corrispondente alla 
formula (1,12)) l'energia e = vr (p — pr) e alle seconde e = 
= Vr (pr — p). La distribuzione statistica delle une e delle altre 
è data dalla formula della distribuzione di Fermi di potenziale 
chimico nullo (in accordo con il fatto che, in questo caso, il numero 
di eccitazioni elementari non è costante e viene determinato esso 
stesso dalla temperatura 8)) 


n = [eT 4 1]. (1,16) 


1) La dimostrazione della relazione (1,1) richiede di applicare metodi 
matematici più complicati e verrà data più avanti, al § 20. 

2) Per He? liquido (a pressione nulla) si ha py/f = 0,8-108 cm-1; m* = 
= 3,1 m (He?); pp viene definito in base alla densità del liquido e m* al calore 
specifico. 

3) Ricordiamo (cfr. V, $ 63) che in questo caso il numero di quasi-parti- 
celle Nap viene determinato dalla condizione di equilibrio termodinamico, 
«ossia dall energia libera minima F quale funzione di Nqp per temperatura 


LIQUIDO DI FERMI NORMALE 24 


In questo quadro le eccitazioni elementari compaiono o scompaiono 
soltanto in coppie in modo che il numero completo di eccitazioni ad 
impulsi p > pr € p < pr è sempre lo stesso. i 

Notiamo anche che per questa definizione delle eccitazioni ele- 
mentari la loro energia è necessariamente positiva; ciò rappresenta 
l'eccesso dell'energia del livello eccitato sull’energia del livello 
normale del sistema. Quanto all’energia delle quasi-particelle, 
definita in accordo con la formula (1,3), essa può essere sia positiva 
sia negativa. 

Per di più, a temperàtura e pressione nulle la grandezza €p = p 
è negativa a priori per il liquido e, quindi, i valori di e vicini a €p 
sono anch'essi negativi. Ciò risulta con chiarezza dal fatto che per 
T = 0e P = 0 il valore di —p coincide con una grandezza positiva, 
ossia con il valore limite del calore di evaporazione del liquido, 
riferito a una sola particella. 


$ 2. Interazione delle quasi-particelle 


Poiché l'energia delle quasi-particelle è un funzionale della 
funzione della loro distribuzione, essa cambia al variare di questa 
funzione. La variazione dell’energia per un piccolo scarto ôn della 
funzione di distribuzione dal « gradino » (1,10) deve avere la forma 


eap (P)= | fav, so (P, P’) ôro (9°) dt‘ (21) 
ossia, più simbolicamente, 
86 (p) = Tr’ | f (p, p') ñ (p) dv’, 
dove Tr’ significa che la traccia viene calcolata rispetto alla coppia 
di indici di spin corrispondenti all'impulso p’. La funzione f si può 
chiamare funzione di interazione delle quasi-particelle (per il gas di 


Fermi f = 0). Per sua definizione questa funzione rappresenta la 
derivata seconda variazionale rispetto all'energia totale Æ e, perciò, 
è simmetrica rispetto alle variabili p, p' e alle rispettive coppie di 


indici di spin: 
fav.9s (P, p)= fra tolp p). (2,2) 
Se si tiene conto della variazione (2,1), allora l'energia delle 
quasi-particelle in prossimità della superficie della sfera di Fermi 
sarà data dalla somma 


E(P)—er=vr(P— Ppr) + Tr |f (p, ponpa. (2,9) 


e volume dati: (0FlèNap)r,y = 0; ma questa derivata è appunto il « potenziale 
chimico delle quasi-particelle » (non confonderlo con il potenziale chimico p 
sa liquido, definito dalla derivata rispetto a F e dal numero di particelle vere 


22 CAPITOLO I 


In particolare, nel caso in cui le distribuzioni mantengano l'equilibrio 
termodinamico, il secondo termine nella formula (2,3) esprime la 
dipendenza dell’energia delle quasi-particelle dalla temperatura. 


Lo scarto ôn’ è sensibilmente diverso da zero soltanto in una banda 
ristretta di valori di p’ in prossimità della superficie della sfera di 
Fermi; nella stessa banda si trovano gli impulsi p delle quasi-parti- 


‘celle reali. Perciò si può sostituire la funzione Í (p, p') nelle formule 

(2,1) e (2,3) con i suoi valori su questa stessa superficie, ponendo cioè 
P = p' = pp in modo tale che f dipenda unicamente dai versi dei 
vettori p e p’. 

La dipendenza spinoriale della funzione f è dovuta sia agli 
effetti relativistici (interazione spin-spin e spin-orbitale) sia all’in- 
terazione di scambio. Quest'ultima circostanza è più essenziale. 
Tenendone conto, la funzione di interazione delle quasi-particelle 
ha la forma (sulla superficie di Fermi) 

* oa 

PET f (p, p')= F (0) +00'G (8), (2,4) 
dove 0, o’ sono matrici di Pauli agenti sui rispettivi indici di spin 
(cioè corrispondenti alle variabili p e p’), e F e G due funzioni dell’an- 
golo è fra p e p' 1). La forma di questa espressione è legata alla pro- 
prietà caratteristica dell'interazione di scambio: essa non dipende 
dall’orientazione del momento totale del sistema nello spazio, perciò 
gli operatori di due spin vi possono figurare sotto forma di prodotto 
scalare. Le funzioni F e G, definite in base alla formula (2,4), sono 
adimensionali. Il fattore introdotto a tal fine nel primo membro della 
(2,4) rappresenta il numero di stati della quasi-particella sulla 
superficie di Fermi, riferito all'intervallo unitario di energie: 


v (Ep) = 2dr n 24npR (35) 
FI de e-ep (21h) \ de Pp 
ossia 
= 
PF prm* \ 
VET Gentoo nai’ (2,5) 


Poiché la traccia delle matrici di Pauli è nulla, il secondo termine 


nella (2,4) scompare dopo il calcolo di Tr’, in modo che Tr’ f non 
dipende più neanche da o. In realtà questa indipendenza si verifica 
anche tenendo conto dell’interazione spin-orbitale e spin-spin. 


Infatti, la funzione scalare Tr” f potrebbe contenere l'operatore di 
spin soltanto sotto forma di prodotto s [pp] di due vettori assiali 


1) In forma matriciale esplicita: 


* n 
Le fay, po = Fdapdys + Goapoys (2,42) 
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se [pp'] (quanto alle espressioni quadratiche nelle componenti di s, 
esse si possono trascurare in quanto per lo spin 4/2 si riducono a ter- 
mini lineari in $ e non contenenti s). Ma questo prodotto non è 
invariante rispetto all’inversione del tempo e perciò non può essere 
associato alla grandezza invariante Tr' f. 

Introduciamo la notazione 


, , 1 Dari 
fav, py (P. P ) = Basf (P; P'), => TrTr f (2,6). 
che sarà molto comoda per il seguito. Dall’espressione (2,4) abbiamo 
* 
Pra Í (0) =2F (0). (2,7) 


La funzione di interazione delle quasi-particelle soddisfa una 
relazione integrale derivante dal principio di relatività di Galileo. 
La conseguenza diretta di questo principio è la coincidenza fra l'im- 
pulso dell'unità di volume del liquido e la densità del flusso della 
sua massa. La velocità della quasi-particella è d8/0p, cosicché il 
flusso delle quasi-particelle viene dato dall’integrale 


~ ôE 
Tnt di. 


Poiché il numero di quasi-particelle nel liquido coincide con il 
numero di particelle vere, ne segue che il trasporto totale di massa 
da parte delle quasi-particelle si ottiene moltiplicando il flusso del 
loro numero per la massa m di una particella vera. Otteniamo così 
la seguente uguaglianza: 


a dE ~ 
Tr È př dr=Tr (mhdr. (2,8) 


Ponendo nagp = NÕag ed &ag = eda 8 facciamo variare ambedue 
i membri della (2,8). Utilizzando la (2,1) e tenendo conto della 
notazione di f nella (2,6), otteniamo 


DA de dî (p, p’) , tn. 
|pônar=m | 35 ôn dr +m | LRP?) nôn’ di dt' = 
ô n dn° A 

=m | $È ôn dr—m | f (p, p') -Fir ôn ddr 3 


dove n’ = n (p') (nel secondo integrale è stato effettuato il cambia- 
mento di variabili ed eseguita l'integrazione per parti). Essendo ôn 
arbitrario, ne deriva la relazione richiesta 


K , ô $ £ 
L= (fp, par. (2,9) 


Per la funzione a gradini 


n(p)= 8 p’) 
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la derivata dr'/dp' si riduce alla funzione ô 


96 (P) P ri 
—p — pd ( PPr) (2,10) 
Portando nella (2,9) la funzione e (p) della (1,12), in seguito sosti- 
tuendo ovunque all'impulso p = pn il valore pp = ppn sulla 
superficie di Fermi e moltiplicando per pp ambedue i membri del- 
ľuguaglianza, otteniamo la seguente relazione fra la massa m delle 
particelle vere e proprie e la massa efficace delle quasi-particelle: 

4 1 , 

a =r Hap Î/ (@) cos ® do ; (2,11) 
dove do’ è l'elemento dell’angolo solido nella direzione p’. Sosti- 
tuendovi a f (0) l’espressione (2,7), questa uguaglianza diventa 


DÈ 14 F(9) così, (2,12) 


dove il tratto orizzontale significa che si prende la media secondo le 
direzioni (cioè integrazione in do'/4n = sen ® d8/2). 

Calcoliamo ancora la compressibilità del liquido di Fermi (allo 
zero assoluto), cioè la grandezza u? = 9P/6p *). La densità del liquido 
vale p=m N/V, cosicché 

V2 ðP 

nN V" 
Per calcolare questa derivata, è comodo esprimerla in funzione della 
derivata rispetto al potenziale chimico. Osservando che quest’ultimo 
dipende da N e V soltanto nella forma del rapporto N/V e, inoltre, 
che per 7 = costante = 0 il differenziale vale du = V dP/N, abbia- 
mo 


u? = 


TEE E SEE da 
ôN NNV MV?’ 
in modo che 
N du 
dr Se, 
u= N (2,13) 


Poiché u = ep per T = 0, la variazione ôu al variare del numero 
di particelle di 8 vale 


ôu = Èf (Pr, p’) ôn’ dt + 


Il primo termine in questa espressione fornisce la variazione della 
grandezza e (pr) dovuta alla variazione della funzione di distribu- 


ep 
GF 6pr. (2,14). x 


(#4 


seg 


compressibilità isotermica da quella adiabatica. La grandezza u è definita come ` 
la nota espressione della velocità del suono nel liquido. Tuttavia, si deve tener 
presente che per T = 0, in generale, il suono normale non può propagarsi nel 
liquido di Fermi; vedi $ 4. 
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zione. Il secondo termine, invece, è legato al fatto che la variazione 
del numero totale di particelle cambia anche il valore dell'impulso 
limite: in base alla (1,1) abbiamo ôN = Vp}6pp/n?h8. Siccome ôn’ 
è sensibilmente diverso da zero soltanto per p’ & pr, allora, sosti- 
tuendo nell’integrale la funzione f con il suo valore sulla superficie 
di Fermi, possiamo scrivere 
’ r 1 , , 24 7 1 =. ôN 

fôn di {do fôn esi. 
Sostituendo questa espressione nella (2,14) e introducendo m* in 
base a dex/0pr = pplm*, otteniamo 

ou __ f n2h3 
GN = IV + pen: (2,15) 
Infine, ricavando 1/m* dalla (2,11) e di nuovo tenendo conto della 
(1,1), abbiamo 
Pi i 3 , i 

v=; + (LE) {{(8) (1—-cos 8) do”. (2,16) 
Partendo dalla funzione f (8) nella (2,7) e utilizzando la (2,12), pos- 
siamo ridurre questa espressione alla forma 
2 
E (1+F(0)). (2,17) 


Imm* 


u? = 


La funzione f deve verificare certe condizioni che derivano da 
quella di stabilità dello stato fondamentale del liquido. A quest’ulti- 
ma corrisponde il riempimento di tutti gli stati delle quasi-particelle 
all’interno della sfera di Fermi, mentre l'energia di questo stato deve 
essere minima rispetto a qualsiasi piccola deformazione della sfera. 
Senza ripetere tutti i calcoli, ne diamo soltanto il risultato finale 1). 
È comodo formularlo sviluppando le funzioni F (9) e G (9) della (2,4) 
in polinomi di Legendre, cioè rappresentando queste funzioni come 
segue: 


F (8)= X) (21+ 1) FP (cos 8), 
k | (2,18) 
G(8)= à (21 + 1) GP: (cos ®) 


(esse coincidono con le medie dei prodotti FP, e GP, per questa defi- 
nizione dei coefficienti F, e G;). Allora la condizione di stabilità si 
scrive sotto forma di disuguaglianze 


Fi + 1 >0, (2,19) 
G+150. (2,20) 


© 1) Vedi I. Ja, Pomeranduk, ZETF 35, 524 (1958). 
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Il confronto della condizione (2,19) per l= í con l’espressione 
(2,12) per la massa efficace mostra che quest’ultima è positiva. Quanto 
alla condizione (2,19) per l = 0, essa garantisce la positività dell’e- 
spressione (2,17) 1). 


$ 3. Suscettività magnetica del liquido 
di Fermi 


Una quasi-particella a spin diverso da zero è fornita, in generale, 
anche di momento magnetico. Per lo spin 1/2 l'operatore di questo 
momento ha la forma fo (la proiezione sull’asse z del momento 
magnetico vale +f). La costante 2/4, che definisce il rapporto fra 
il momento magnetico della quasi-particella e quello meccanico 
(3/2), coincide con il valore della stessa costafite per le particelle 
vere; è evidente che il valore di questo rapporto resta invariato 
qualsiasi sia il modo di sommare gli spin delle particelle per ottenere 
lo spin delle quasi-particelle. 

L'esistenza del momento magnetico delle quasi-particelle con- 
duce, a sua volta, al paramagnetismo del liquido. Calcoliamo la 
suscettività magnetica corrispondente. 

L'operatore dell'energia complementare acquisita dalla quasi- 
particella « libera » in un campo magnetico H sarebbe —fioH. Ma 
per il liquido di Fermi occorre tener conto del fatto che per l’intera- 
zione delle quasi-particelle l'energia di ciascuna di esse cambierà 
anche per variazione della funzione di distribuzione nel campo magne- 
tico. Pertanto, calcolando la suscettività magnetica, si deve scrivere 
l'operatore di variazione dell'energia della quasi-particella nella 
forma 


sé = — poH + Tr’ | fon di, (3,4) 


Quanto alla variazione della funzione di distribuzione, essa stessa 
si esprime in funzione di ôe in base a ôn = (0n/0e) õe 2); in tal modo 
per de otteniamo l'equazione 


E (p)=—BoH+ Te" $f (p, p) Gr dé (0) de. = (8,2) 


1) Per l? = 1 è anche valida la disuguaglianza F, > G. Per la sua dedu- 
zione vedi A. J. Legget, Ann. of Phys. 46, 76, 1968. 
2) Calcolando l'aggiunta ôn dipendente dal campo, si può trascurare la 
variazione del potenziale chimico. La variazione della grandezza macroscopica 
` u nel liquido isotropo non può essere che quadratica rispetto al campo H (rap- 
presentando una grandezza infinitesima per il calcolo della suscettività), mentre 
s è un infinitesimo del primo ordine rispetto al campo. Notiamo anche che, 
data la piccolezza della suscettività magnetica del liquido, qui si può fare 
a meno della distinzione fra l'intensità e l’induzione del campo nel liquido. 
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Più avanti avremo bisogno della soluzione di questa equazione 
soltanto sulła superficie della sfera di Fermi. Cerchiamola nella 
forma i 


€= — goH, - (3,3) 


dove g è una costante. Nel caso della funzione a gradini n (p') = 
= 60 (p') abbiamo l 
dn j 

las —ô(e'— 8p), 
cosicché l'integrazione in dp’ = de'/vp si riduce al calcolo dell’e- 
spressione integranda sulla superficie di Fermi. Sostituendovi la 


funzione f della (2,4) e osservando che per le matrici di Pauli 
Tro=0, Tr'(00')o' = oTr o'o’ = 20, 


troviamo che g =2— gG (0), ossia 

2 

=— 3,4) - 

EEEk (3,4) 

dove il tratto orizzontale significa di nuovo (così come nella (2,12)). 

la media secondo le direzioni. 

La suscettività y viene determinata dall’espressione per il 

momento magnetico dell’unità di volume del liquido: 


xH=B Tr {osnd=BTr {o dî 
ossia, dopo l’integrazione con la AT a gradini n (p), 
xH = — BI e t Trodé (Pr). 


Infine, sostituendovi le (3,3-4) e osservando che Tr (Eig = 2H, 
otteniamo 


B2ppm* 2 3yB? (3,5) 
mR (+O - n2(1+6)” i 


dove è il coefficiente che figura nella legge lineare del calore speci- 
fico (1,15). L'espressione x = 3yß?/n? è la suscettività del gas di 
Fermi degenere composto di particelle a momento magnetico f 
(vedi V, la formula (59,5)). Quanto al fattore (1 -+ G)-1, esso esprime 
la distinzione fra il liquido di Fermi e il gas di Fermi 1). 

Notiamo che la condizione di stabilità (2,20) con l = 0 coincide 
con la condizione y% >0. 


x= 


1) Per He si ha Ga —2/3, 
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$.4. Suono nullo 


‘Gli stati di non equilibrio del liquido di Fermi vengono descritti 
dalle funzioni di distribuzione delle quasi-particelle che dipendono 
non soltanto dagli impulsi, ma anche dalle coordinate e dal tempo. 
Queste funzioni n (p, r, t) soddisfano un’equazione cinetica della 
forma 


2r Stn (4,1) 


dove St n è il cosiddetto integrale degli urti, che determina la varia- 
zione del numero di quasi-particelle in un dato elemento di volume 
di fase, variazione condizionata dagli urti reciproci fra le quasi- 
particelle 1). 

La derivata totale rispetto al tempo nell'espressione (4,1) tiene 
conto sia della dipendenza esplicita di n da t, che di quella implicita. 
dovuta alla variazione delle coordinate, dell'impulso e delle variabili 
di spin della quasi-particella in accordo con le sue equazioni di moto. 
La specificità del liquido di Fermi sta nel fatto che, oltre a 2, anche € 
dipende dalle coordinate in un liquido non omogeneo, in quanto 
l'energia della quasi-particella rappresenta un funzionale della 
funzione di distribuzione. 

Per le distribuzioni n che differiscono poco da quella di equilibrio 
no scriviamo i 


n (p, r, t) = No (p) + ön (p, T, t). (4,2) 


In questo caso l'energia della quasi-particella vale e = e, + ôg, 
dove e, è l'energia corrispondente alla distribuzione d'equilibrio, 


e z è data dall’espressione (2,1) in modo che 


dì ðe f3 n Snp) s 
Jt T (fp, p R. aw. (4,3) 


In assenza di campo magnetico esterno, € e no non dipendono dallo 
spin. 
La dipendenza esplicita di n dal tempo dn/di è rappresentata dal 
termine 
on _ ön 


di ôt ` 


1) Il contenuto del presente paragrafo richiede la conoscenza del concetto 
di equazione cinetica e, in questo senso, esce dai limiti del volume. Tuttavia 
senza equazione cinetica (e senza le sue applicazioni in questo paragrafo e in 
quelli successivi) la formulazione della teoria del liquido di Fermi sarebbe non 
sufficientemente completa. Qui avremo bisogno soltanto dell'equazione senza 
integrale degli urti; le questioni relative alla forma concreta dell’integrale 
degli urti verranno studiate in un altro volume, dedicato alla cinetica fisica. 
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Quanto alla dipendenza in funzione delle coordinate e dell'im- 
pulso, essa corrisponde ai termini 


on. an 
ata? 


a 
. 


L'energia della quasi-particella E svolge il ruolo di hamiltoniana. 
In virtù delle equazioni di Hamilton abbiamo 


de ° dè 


Pertanto otteniamo, a meno di termini superiori a quelli del primo 
ordine in ôn, 


Infine, la variazione nel tempo della funzione n quale operatore delle 
variabili di spin è data, in accordo con le regole generali della mecca- 
nica quantistica, dal commutatore 


+ (e A) (4,4) 


Tuttavia, per n ed e, indipendenti dallo spin, in questo commutatore 
non esistono termini del primo ordine in ôn. 
Riunendo i termini suindicati, otteniamo l’equazione 


ðn © de ðn ðE dn q^ 
a t ap or de Op =Stn. (4,5) 


Prima di iniziare l’uso dell'equazione cinetica, soffermiamoci 
sulle condizioni per la sua applicabilità. Nell’utilizzare le equazioni 
classiche (in coordinate ed impulso) abbiamo supposto allo stesso 
tempo quasi-classico il movimento delle quasi-particelle; questa 
supposizione si trova essenzialmente già alla base della stessa descri- 
zione del liquido mediante una funzione di distribuzione dipendente 
contemporaneamente dalle coordinate e dagli impulsi delle quasi- 
particelle. La condizione di quasi-classicità sta nel fatto che la lun- 
ghezza d’onda di de Broglie delle quasi-particelle %/pr è piccola 
rispetto alla lunghezza caratteristica L, sulla quale la funzione n 
varia essenzialmente. Introducendo, al posto di L, il « vettore d'onda» — 
di non omogeneità k ~ 1/L, scriviamo questa condizione nella 
forma 1) 

hk < PrF. (4,6) 
La frequenza œ di variazione della funzione di distribuzione, che 
viene stabilita per un dato k, è dell'ordine di grandezza di © ~ vrk 


. . ® Secondo la definizione (1,1) A/p p è dell'ordine di grandezza delle distanze 
interatomiche, cosicché la condizione (4,6) è molto debole. 


30 3 CAPITOLO I 


e soddisfa automaticamente la condizione 
ho K ep. (4,7) 


Quanto alla relazione esistente fra ñw e la temperatura 7, essa può 
essere qualsiasi. Se žo > T, allora è la grandezza ño a fungere da 
larghezza del dominio smussato della funzione di distribuzione; 
quindi, la (4,7) è una condizione necessaria di applicabilità di tutta 
la teoria; essa garantisce che l’indeterminazione quantistica dell’ener- 
gia della quasi-particella (legata agli urti reciproci) sia piccola ri- 
spetto a fio. 

Applichiamo ora l'equazione cinetica all'analisi dei movimenti 
vibratori del liquido di Fermi. 

A temperature basse, ma diverse da zero, nel liquido di Fermi 
si producono urti reciproci delle quasi-particelle; fra l’altro, il 
tempo del loro cammino libero è t co 7-2. Il carattere delle onde di 
propagazione nel liquido dipende essenzialmente dal valore del 
prodotto wr. 

Se œt < 1 (ciò che equivale di fatto alla condizione che la lun- 
ghezza del cammino / della quasi-particella sia piccola rispetto alla 
lunghezza d’onda A), gli urti fanno in tempo a stabilire l'equilibrio 
termodinamico in ogni elemento di volume del liquido (piccolo 
rispetto a À). Quindi, qui abbiamo a che fare con le onde sonore 


idrodinamiche ordinarie che si propagano alla velocità u = V 9P/0p. 
L’assorbimento di onde sonore per œt < 1 è piccolo, ma all’aumen- 
tare di œt cresce fino a diventare molto forte per œt ~ 4, quando la 
propagazione di onde sonore è impossibile 1). 

All’aumentare ulteriore di œt, quando già œt > 1, nel liquido 
di Fermi di nuovo è possibile la propagazione di onde che, tuttavia, 
sono di altra natura fisica. In queste vibrazioni gli urti delle quasi- 
particelle non giocano più nessun ruolo e l'equilibrio termodinamico 
non si riesce a stabilire in ogni elemento di volume. Questo processo 
può essere supposto come verificantesi alla temperatura dello zero 
assoluto. Queste onde sono dette suono nullo. 

In accordo con quanto detto sopra, per œt > 1 si può omettere 
l'integrale degli urti nell'equazione cinetica; allora 


ðr dp dr 
dove v = de/dp è la velocità delle quasi-particelle, calcolata in 
base all'energia non perturbata e (v = vpn, dove n è il vettore 
unità nella direzione p); qui e più avanti omettiamo l'indice 0 di e. 


da È 06n On, ôe =D (4,8) 


1) Per œt < 1 il coefficiente di assorbimento del suono vale y ~ @?n/pu?, 
dove n è la viscosità del liquido. Per l'ordine di grandezza abbiamo u ~ Uri 
n/p ~ vpl ~ vr, dove vp è la velocità delle quasi-particelle (indipendente - 
dalla temperatura), in modo che ù œ~ 7-2 (I. Ja. Pomerančuk, 1950). In questo 
caso pulo ~ oTt ~ o/T?. , 
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Per T = 0 la funzione di distribuzione d’equilibrio n; è rappre- 
sentata dalla funzione a gradini 0 (p), che si interrompe in prossimità 
dell’impulso limite p = pp. La sua derivata è 

Ong 
dp 


= —nò(p—pp)= — vô (€ — £p). 


Supponendo che nell’onda la dipendenza di ôn dal tempo e dalle 
coordinate sia data dal fattore exp [i (kr — œt)], cercheremo la 
soluzione dell'equazione cinetica nella forma 


ôn = ô (e — er) v (n) ei&r-o), (4,9) 
Allora l'equazione (4,8) con ô82/ðr dalla (4,3) diventa 


2 A A 
(0-— vpnk) v (n) =nk r Tr’ |f, n')v(n')do', (4,10) 


dove n e n’ sono due vettori unità nelle direzioni di p e p’; mentre 
l'integrazione va eseguita rispetto alle direzioni n’. 

Consideriamo le vibrazioni (suono nullo) che non incidono sulle 
caratteristiche di spin del liquido. Ciò significa che non soltanto 
la funzione di distribuzione d’equilibrio, ma anche la sua « pertur- 
bazione » ôn è indipendente dalle variabili di spin. La variazione 
della funzione di distribuzione per vibrazioni in quest'onda si riduce 
alla deformazione della superficie limite di Fermi (una sfera nella 
distribuzione imperturbata) che resta intanto come frontiera netta 
fra gli stati riempiti e non delle quasi-particelle. Quanto alla fun- 
zione v (n), essa rappresenta il valore della traslazione (in unità di 
energia) di questa superficie in una data direzione n. 

Poiché la funzione v (n') è indipendente dalle variabili di spin, 
l'operazione Tr’ nella (4,10) viene applicata unicamente alla fun- 
zione f. Scrivendo quest’ultima nella forma (2,4), vremo Tr’ j = 
= (2n°%*/pym*) F (8). Quindi, l'operatore o non figura più nel- 
l'equazione che ora- assume la forma 


(0— kv) v (n) = kv [FO nE. (4,11) 


Consideriamo la direzione k come asse polare e supponiamo che 
gli angoli 0, pọ definiscano la direzione n. Introducendo anche la 
velocità di propagazione dell’onda uo = œ/k e la notazione s = uy/bp, 
scriviamo infine l'equazione ottenuta nella forma 


(s— cos 0) v (0, 9) = cos 0 f F (0v0, pE (412) 


Questa equazione integrale definisce, in principio, la velocità 
di propagazione delle onde e la funzione v (n’) in esse. Notiamo 
subito che nel caso di vibrazioni che non si smorzano (le uniche che 
qui ci interessano), il valore di s deve essere superiore a 1, vale a 
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dire che si deve avere 
Uo > Up. (4,13) 


L'origine di questa disuguaglianza diventa chiara se riscriviamo 
l’espressione (4,12) nella forma 


v (0, g) do 
s—cos 0’ 4n ? 


o, q)=c0s0 | F(0) 


dove al posto di v è stata introdotta un’altra funzione incognita 
V = (s — cos 0)v. Per s= olkvp <1, l’espressione integranda 
ha un polo nel punto cos 0’ = s; affinché l'integrale abbia senso, 
si deve aggirare questo polo secondo una determinata regola nel 
piano della variabile complessa cos 0”. Con questo aggiramento 
l’integrale ottiene una parte immaginaria, per cui la frequenza © 
acquista anch’essa una parte immaginaria (per un dato k reale), 
il che significa lo smorzamento dell’onda. Il significato fisico del- 
l’uguaglianza cos 9 = u/vp (corrispondente al polo) esprime la 
condizione di radiazione di Cerenkov delle onde di suono nullo da 
parte delle quasi-particelle 1). 

A titolo di esempio consideriamo il caso in cui la funzione F (9) 
si riduca a una costante (che indichiamo con Fo). L'integrale a secon- 
do membro dell'equazione (4,12) non dipende, in questo caso, dagli 
angoli 0, g. Perciò la funzione cercata v ha la forma 


cos 0 
v=costante “zoo DI € (4,14) 


Quindi, la superficie di Fermi acquista la forma di una superficie 
di rotazione protesa in avanti nella direzione di propagazione dell’on- 
da e schiacciata in direzione opposta. Questa anisotropia significa 
che gli stati del liquido in ogni elemento del suo volume sono privi 
di equilibrio: in equilibrio tutte le proprietà del liquido devono essere 
isotrope e, quindi, la superficie di Fermi deve essere sferica. A titolo 
di paragone indichiamo che a un’onda acustica ordinaria corrisponde 
| una superficie di Fermi sferica di raggio oscillante (l'impulso limite 

Pr oscilla con la densità del liquido), spostata come un tutt'uno 
di una grandezza legata alla velocità del liquido nell’onda; la fun- 
zione corrispondente v ha la forma v = ôpp + costante-cos 0. 


1) Questo meccanismo di smorzamento, detto smorzamento di Landau, 
verrà studiato in dettaglio nel volume X in relazione a vibrazioni del plasma. 
La regola di aggiramento del polo nell’integrale viene stabilita mediante la 
sostituzione di œ con œ + i0 (cioè s + s + i0). Il significato di questa sostitu- . 
zione sta nel garantire che le perturbazioni siano finite in tutti gli istanti prece- 
denti (compreso quello per £ + — 00). 
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Per definire la velocità di propagazione dell’onda di suono nullo 
uo, effettuiamo la sostituzione della (4,14) nella (4,12) e otteniamo 


In 
cos 8 27 sen 0 d0 
Fo | s— cos 8 4n =4. 


Dopo l'integrazione otteniamo un’equazione che definisce implicita- 
mente la velocità uo in base a una data grandezza F: i 


s st+1 41 i 
=In ge =F ` (4,15) 

La funzione a primo membro dell'equazione decresce, restando sem- 
pre positiva, da co a 0 al variare di s da 1 a co. Ne segue che le onde 
considerate possono esistere soltanto per 7, > 0. Sottolineiamo che 
la possibilità di propagazione del suono nullo dipende quindi dalle 
proprietà di interazione delle quasi-particelle nel liquido di Fermi. 

Per Fo + 0 stabiliamo in base alla (4,15) che s tende a 1 secondo 
la legge 


s-i1mte-2Po (4,16) 


Questo caso ha un significato più generale della formula (4,15), 
nella quale è supposto che F = costante = F,. Esso corrisponde al 
suono nullo in un gas di Fermi quasi-perfetto, qualunque sia la 
forma della funzione F (8). Infatti, a un gas quasi-perfetto corri- 
sponde una funzione F (8) piccola in valore assoluto. Si vede dal- 
l'equazione (4,12) che in questo caso s si avvicina a 1 e la funzione v 
differisce sensibilmente da zero soltanto per piccoli angoli 0. 
Ciò premesso, considerando soltanto il dominio dei piccoli angoli, 
si possono sostituire alla funzione F (8) nell’integrale a secondo 
membro della (4,12) i suoi valori per è = 0 (per 0=0 e 0" = 0 
anche ® = 0). Come risultato, noi torniamo di nuovo alle formule 
(4,14) e (4,16), dove la costante F, è sostituita con F (0) 1). Notiamo 
che in un gas debolmente non perfetto la velocità del suono nullo 
supera di V3 volte la velocità del suono normale. Abbiamo infatti 
per la prima velocità u, æ% vr, e per la seconda dalla formula (2,17) 


(trascurandovi F e ponendo m* œ% m) ricaviamo u? & p3/3m*? = 
= v3/3. 

Nel caso generale di dipendenza arbitraria di F (8) la soluzione 
dell’equazione (4,12) è non univoca. Essa ammette, in principio, 
l’esistenza di tipi diversi di suono nullo, i quali differiscono per la 
dipendenza angolare delle loro ampiezze v (0, p) e si propagano a - 


1!) Le vibrazioni corrispondenti al suono nullo in un gas di Fermi debol, 
mente non perfetto sono state studiate originariamente da Ju. L. Klimontovci 
e V. P. Silin (1952). ` di 
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velocità diverse. In questo caso, accanto a soluzioni simmetrico- 
assiali v (0), possono esistere ugualmente soluzioni asimmetriche in 
cui v contiene i fattori azimutali e*i"9, dove m sono degli interi 
(vedi il problema). Notiamo che per tutte le soluzioni di questo tipo 


l'integrale \v do = 0, ossia il volume contenuto all’interno della 


sfera di Fermi, resta invariato; ciò significa che le vibrazioni si 
producono senza variazione della densità del liquido. 

La possibilità di propagazione di onde nel liquido di Fermi allo 
zero assoluto significa che il suo spettro energetico può contenere un 
ramo corrispondente alle eccitazioni elementari di impulso p = %k 
e di energia e = fio = wp e rappresentante « quanti del suono 
nullo ». Il fatto che il suono nullo (con un k dato qualsiasi) possa 
avere un'intensità arbitraria (piccola) significa, nei termini delle 
eccitazioni elementari, che queste ultime possono riempire tutti 
gli stati quantistici in un numero qualsiasi; in altre parole, esse 
sono regolate dalla statistica di Bose e formano, come si dice, il 
ramo di Bose dello spettro del liquido di Fermi. Sottolineiamo, 
tuttavia, che nei limiti della teoria di Landau sarebbe sbagliato 
introdurre termini additivi corrispondenti a questo ramo nelle 
grandezze termodinamiche del liquido di Fermi, in quanto queste 
ultime contengono potenze più elevate della temperatura (7* del 
calore specifico) che non le prime correzioni alla teoria approssimata 
in questione. 

La questione inerente all’assorbimento del suono nullo richiede 
che siano studiati gli urti di quasi-particelle, ed esce fuori dal con- 
tenuto del presente volume. 


PROBLEMA 


Trovare la velocità di propagazione di onde asimmetriche del suono nullo 
per F = F, + Fi cos®. 
Soluzione. Per 


F = Fo + Fi (cos 6 cos 0' + sen 9 sen 0’ cos (g — g')) 


possono esistere delle soluzioni con v œ e*'P. Ponendo infatti v = f (0) e9, 
sostituendo questa espressione nella (4,12) e integrando in dp', otteniamo 


ELS 
(s—cos 0) f= Tt cos sen 8 f sen? 0'f (0') d6’. 
0 


Di qui 


sen 0 cos @ sio 


v= costante» 
s— cos 0 
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Portando di nuovo questa espressione nell'equazione considerata, otteniamo 
la relazione 


I 
f sen? 0cos9 __ 4 
s— così F,° 


che determina la dipendenza della velocità di propagazione da 7;. L'integrale 
a primo membro dell’uguaglianza rappresenta una funzione di s decrescente 
monotonamente. Pertanto il suo più grande valore si ottiene per s = 1. Calco- 
lando l'integrale per s = 1, troviamo che la propagazione di un’onda asim- 
metrica del tipo in esame è possibile per F} > 6 1). 


$ 5. Onde di spin nel liquido di Fermi 


Oltre alle soluzioni v (n) indipendenti dallo spin, che abbiamo 
studiato al paragrafo precedente, l'equazione (4,10) ammette anche 
soluzioni della forma 


v = su (n), (5,1). 


nelle quali la variazione della funzione di distribuzione delle quasi- 
particelle dipende dalla proiezione del loro spin. Perciò queste onde 
si possono chiamare onde di spin. 

Sostituendo la (5,1) nella (4,10), considerando di nuovo la fun- 
zione f nella forma (2,4) e osservando che Tr’ o’ (00°) = 20, otte- 
niamo (dopo aver diviso per o) 


(s—cos 0) u (0, p)= cos8 | G (8) u (0, p) F. (5,2) 


Così, per ogni componente del vettore u si ottiene un'equazione che 
differisce dalla (4,12) soltanto per la sostituzione di F con G. Perciò 
tutti i calcoli eseguiti nel $ 4 si possono applicare anche alle onde 
di spin ?). 

Onde di spin di altro tipo si possono propagare nel liquido di 
Fermi in presenza di campo magnetico (V. P. Silin, 1958). Ci limi- 
teremo qui allo studio di vibrazioni con k = 0 in cui ôn non dipende 
dalle coordinate. 

In presenza di campo magnetico H, le vibrazioni già « impertur- 
bate » dell’energia delle quasi-particelle e la loro funzione di distri- 
buzione dipendono dallo spin. Queste dipendenze sono interconnesse 


1) Per He? liquido si possono calcolare F, e F, mediante le formule (2,12) 
e A a partire dai noti valori di m* e u?: F, = 10,8 e F, = 6,3 (a pressione 
nulla). 

2) Per He? liquido si ha G, = G(8) < 0 (vedi la nota alla pag. 27). Perciò 
la propagazione di onde del dato tipo è impossibile in questo liquido. 
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e vengono espresse dalle formule (cfr. $ 3) 
Eo = 20 (P) — B:0H, B=B/1+6G), (5,3) 
n= no (P)—-G =m (P)+ô(e—er)BioH, (5,4) 


dove eo (p) è l'energia in assenza di campo; l'indice 0 ricorda di 
nuovo che queste espressioni si riferiscono al liquido in equilibrio. 

Cerchiamo di nuovo la piccola parte variabile della funzione di 
distribuzione nell’onda nella forma 


õn = 8 (e — er) ou (n)etiot. 
La variazione corrispondente dell’energia della quasi-particella è 
$£=0 f u(n’) G (Ge «entot, 


Ora, nell’equazione cinetica si deve tener conto del termine 
(4,4) a commutatore {£, n}; per le distribuzioni indipendenti delle 
coordinate questa equazione diventa 


ôn 
LIA A n}=0. (5,5) 


Abbiamo, a meno di termini lineari in ôn, 
{e, n} = — B, {oH, ôn} + Bô (e — er) {ô£, oH}. | 
I commutatori che qui figurano vengono determinati dalla formula 
{oa, ob} = 2io [ab], 


dove a e b sono due vettori arbitrari (vedi III, la formula (55,10)); 
come risultato, l'equazione cinetica si riduce alla forma 


ion (n) = Ê [Bp (n)], (5,6) 
dove si è posto . ; E 
p(n)=p (n) + È u (n) G (8) 77. (5,7) 


i Nel caso generale la soluzione dell’equazione (5,6) può essere 
sviluppata in serie di funzioni sferiche Y im (0 , ®) (ad asse polare 
lungo H). Ogni termine dello sviluppo rappresenta un tipo di vibra- 
zioni di frequenza propria Om- 
Alla prima di queste frequenze, ©y, corrispondono vibrazioni 
con u = costante; in questo caso p = u (1 + G) e l'equazione (5,6) 
si riduce alla forma 


i0oh = æ [Hy]; 


le vibrazioni sono trasversali rispetto al campo (u i. H). Riscrivendo 
l'equazione in componenti (nel piano perpendicolare a H) e for- 
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mando il determinante di questo sistema, troviamo la frequenza . 
oo == 2BH/h. (5,8) 


Ricordiamo che ß è il momento magnetico della particella (vera) 
del liquido. Così, la frequenza ®yy risulta essere per niente dipendente 
dalle proprietà specifiche del liquido. Quanto ai valori di tutte le - 
altre frequenze ©0,m, essi dipendono dalla forma concreta della fun- 
zione G (9). 


$ 6. Gas di Fermi quasi-perfetto degenere 
con repulsione fra le particelle 


La questione sulle proprietà termodinamiche di un gas « quasi- 
perfetto » degenere non ha significato fisico diretto, in quanto i gas 
realmente esistenti nella natura si condensano a temperature prossime 
allo zero assoluto. Cionondimeno, questa questione presenta un 

interesse metodologico rilevante per cui è opportuno studiarla per 
un modello di gas immaginato le cui particelle interagiscono in modo 
tale da escluderne la condensazione. 

La condizione per cui un gas sia debolmente non perfetto consiste 
nella piccolezza del raggio d'azione r, delle forze molecolari rispetto © 
alla distanza media fra le particelle 1 ~ (V/N)!/3. Accanto alla 
condizione ro < l, sussiste ugualmente la disuguaglianza 


Pro <1 (6,1) 


per gli impulsi p delle particelle. Infatti, per un gas di Fermi degene- 
re l'impulso limite pp è dato dalla formula (1,1) in base alla quale 
Pplh ~ (NIVYE & 4HUro. 

Considereremo qui soltanto l'interazione a due a due fra le parti- 
celle e, per semplicità, supporremo che questa interazione U (r) sia 
indipendente dagli spin delle particelle. Īl nostro scopo sta nel cal- 
colare i primi termini dello sviluppo delle grandezze termodinamiche 
in potenze del rapporto r,/l applicando la teoria quantomeccanica 
delle perturbazioni. La difficoltà è dovuta al fatto che, per un aumen- 
to rapido dell’energia di interazione fra le particelle alle piccole 
distanze, la teoria delle perturbazioni (detta anche approssimazione 
di Born) è in realtà inapplicabile agli urti tra esse. Tuttavia, si può 
superare questa difficoltà nel seguente modo. 

Nel caso limite degli urti « lenti » (quali essi sono per la condizione 
(6,1)), l'ampiezza della diffusione reciproca di particelle di massa m 
tende a un limite costante —a, il quale è dato, nell’approssima- 
zione di Born, dalla seguente espressione (vedi III, la formula 
(126,13): l 


—a=— q Uo U= | U(r) d'a; (6,2) 
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inoltre, questo limite corrisponde allo stato s di una coppia di parti- 
celle (a spin 1/2); la costante a è detta lunghezza di diffusione 1). Poiché 
questa grandezza definisce completamente le proprietà degli urti, 
essa deve anche definire le proprietà termodinamiche del gas. 

Ne deriva la possibilità di applicazione del seguente procedimento 
| (detto rinormalizzazione). Formalmente sostituiamo all'energia vera 

e propria U (r) un’altra funzione con lo stesso valore di a, la quale 
però consente l'applicazione della teoria delle perturbazioni. Finora 
(cioè fino a questa approssimazione) il risultato finale dei calcoli 
contiene U soltanto sotto forma di ampiezza di diffusione, e questo 
risultato coincide con quello che sarebbe stato ottenuto grazie al- 
l'interazione vera e propria. , 

In generale, il raggio d’azione dell'interazione vera coincide in 
ordine di grandezza con la lunghezza di diffusione a. Per il campo 
virtuale U (r), introdotto come concetto ausiliario, la condizione di 
applicabilità dell’approssimazione di Born significa che a < ro. 
Il piccolo parametro vero dello sviluppo della teoria è rappresentato, 
ovviamente, dalla grandezza apr/h. 

Più avanti avremo bisogno del legame esistente fra U, ed a non 
soltanto in prima approssimazione di Born (la formula (6,2)), ma 
anche in seconda. Per determinare questo legame ricordiamo quanto 
segue: se la probabilità di una transizione del sistema sotto l'influsso 


di una perturbazione costante V è determinata, in prima approssi- 
mazione, dall’elemento matriciale Voo, allora, in seconda approssi- 
mazione, Voo viene sostituito con 

* VonVno 
Vot DI E,=En' 
n 


dove la somma viene eseguita per gli stati (n # 0) del sistema im- 
perturbato (vedi III, $ 43). Nel caso dato si tratta del sistema di due 
‘particelle collidenti quando la perturbazione è rappresentata dalla 
loro interazione U (r). Gli elementi ‘matriciali della perturbazione 
per transizioni con variazione degli impulsi delle particelle pi, 
Ps + Pi, p2 (inoltre, pı + pa = Pi + p2) valgono 


, , 1 ; 
(pia, piaslUlpia,, pie) = | U (r) eide, (6,3) 


dove p = pì — pz = —(Pi — Pa); essendo indipendente l'intera- 
zione dagli spin, le proiezioni degli spin delle particelle (indicate 
con a; e &3) non cambiano per urto. Di Voo serve l'elemento matri- 


1) L'espressione (6,2) non tiene conto dell’identità quantomeccanica delle 
particelle. Nel caso limite di urti lenti fra particelle identiche a spin 1/2, la 
diffusione si produce soltanto per spin antiparalleli; inoltre, la sezione diffe- 
renziale di diffusione nell'angolo solido do (in un sistema a centro d'inerzia) 
vale do = 4a? do, mentre la sezione completa si ottiene integrando do sulla 
semisfera: o = 8ma? (vedi III, $ 137). 
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ciale degli impulsi nulli: U,/V. Per passare dalla prima approssima- 
zione alla seconda, occorre quindi sostituire U, con 


Uo +4 D [Ateet | f Ue-ipr/h pui 
n 


2m 
1 
(per pi e pa dati la somma si estende a p; Æ Pı, ps). Poiché nel caso 
considerato gli impulsi delle particelle sono supposti piccoli, gli 
elementi matriciali in tutti i termini essenziali della somma si possono 


sostituire con i loro valori per p = 0. Effettuata questa sostituzione, 
otteniamo la seguente espressione per la lunghezza di diffusione 1): 


a SI Uî x 2m 
LS Tre [U+ V x a ni (6,4) 
Pi 2 


Di qui ricaviamo con lo stesso grado di precisione 


4nh?a 4rh?a 2m 
Det eva si (6,5) 
Pi 


La divergenza della somma nell'espressione (6,4) (per grandi Pi, P2), 
dovuta alla sostituzione effèttuata di tutti gli elementi matriciali 
con valori costanti, è inessenziale poiché, utilizzando questa for- 
mula per calcolare l’energia del sistema, si avrà lo stesso un’espres- 
sione convergente in cui gli impulsi grandi non giocano più nessun 
ruolo. Con a noi intendiamo la lunghezza di diffusione di particelle 
lente, che non dipende dalla loro energia. La formula (6,4), invece, 
contiene, a prima vista, una dipendenza dagli impulsi Pı» po. In 
realtà questa dipendenza è contenuta soltanto nella parte immagi- 
naria dell’ampiezza di diffusione (che compare per un modo appro- 
priato di eseguire la somma; vedi III, la formula (130,9)), che può 
essere trascurata in quanto è noto a priori che il risultato finale sarà 
necessariamente reale; su questa questione torneremo ancora al $ 21. 

In questo paragrafo esamineremo un modello di gas di Fermi ad 
interazione repulsiva fra le particelle, quando a >0. Questo è 
precisamente il caso in cui il gas ha spettro energetico del tipo Fermi, 
descritto nei $$ 1, 2. 

L'operatore hamiltoniano del sistema di particelle (a spin 1/2), 
che interagiscono a due a due, si scrive nel metodo della seconda 


1) In tutte le formule intermedie noi scriviamo le somme in valori discreti 
degli impulsi di particelle contenute in un volume finito V; nei calcoli finali 
a somma viene sostituita, in base alla regola generale, con l'integrazione su 
V d8p/(2rh)3. T 
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quantizzazione nella forma 
A — p? A a 
H = x 5a rada + 
-pð 


1 rà r ji Si Di f l 
F > (Piai, Py |U|ps&, P3%3) Apra, Ahras Ap,0g apa, (6,6) 


(vedi III, $ 64). Qui apa ed dpa sono operatori di creazione e di 
annichilazione della particella libera ad impulso p e proiezione di 
spin a (a = +1/2). Il primo termine nella (6,6) corrisponde all’ener- 
gia cinetica e il secondo a quella potenziale delle particelle; nell’ul- 
timo termine la somma è estesa a tutti i valori degli impulsi e delle 
proiezioni degli spin, osservando la legge di conservazione dell’ im- 
pulso per urti. 

In accordo con l'ipotesi che gli impulsi delle particelle siano - 
piccoli, sostituiamo di nuovo gli elementi matriciali nella formula . 
(6,6) con i loro valori per gli impulsi nulli: (0&4, 0a, | U | 00,, 0a, )= 
= U,/V. In seguito osserviamo che, data l’anticommutatività degli 


operatori apja, 4,0, nella statistica di Fermi, il loro prodotto è 
antisimmetrico rispetto alla permutazione degli indici; lo stesso si 
riferisce al prodotto ap;a,45;a,. Come risultato, si riducono mutua- 
mente tutti i termini della seconda somma nella (6,6) contenenti le 
| coppie di indici identici a,, æ (fisicamente ciò è dovuto alla circo- 
stanza già menzionata che nel limite degli urti lenti sono unicamente 
le particelle a spin opposti a poter diffondersi reciprocamente). 
Quindi, l'operatore hamiltoniano del sistema assume la forma 


s pP > Uo E E R 
H = 5 dm Ajalpa +7 > 1402-42-04 143 (6,7) x 
pa PiPsPi 
dove 414 = dp, +» a+ = ap ecc., mentre gli indici + e — sosti- 


tuiscono qui e più avanti 14/2 e —1/2. 

Quanto agli autovalori dell'operatore hamiltoniano, essi vengono 
calcolati mediante la teoria ordinaria delle perturbazioni, quando 
il secondo termine nella formula (6,6) è inteso come piccola correzione 
al primo termine. Quest'ultimo ha ormai la forma diagonale e i 
suoi autovalori valgono 


2 
EO = Y nas (6,8) 
pæ 
dove npa sono i numeri di riempimento degli stati pa !). 


1) Supponendo che le particelle posseggano certi valori della proiezione 
di spin, noi supponiamo ridotta alla forma diagonale anche la matrice statistica 
nag (p); allora le funzioni ng (p) cona = +1 2 ne-sono componenti diagonali. 
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La correzione del primo ordine è data dagli elementi matriciali 
diagonali dell’energia di interazione: i 


; U l 
EP = 7 ` Nito- , (6,9) 
PiPs 


dove nj+ = #Np,+ ecc. 


Per trovare la correzione del secondo ordine, ricorriamo alla 


nota formula della teoria delle perturbazioni 


IVaml? 
EP = x E Ez LI 


dove gli indici n, m enumerano gli stati del sistema imperturbato. 
Un semplice calcolo (utilizzando i già noti elementi matriciali degli 


operatori dpa ed aja) fornisce il seguente risultato: 


Di nino (1— ni4) (1— na) 
di Da i+ Pi pi pm * (0:10) 
1P2 1 


La struttura di questa espressione è ben chiara: il quadrato dell’ele- 
mento matriciale della transizione p,, pa > Pi; p2 è proporzionale 
ai numeri di riempimento degli stati p,, ps e ai numeri di posti non 
riempiti negli stati pi, p2. 

L'integrale U,, che figura nelle formule (6,9-10), deve essere 
espresso mediante una grandezza fisica reale, ossia l’ampiezza di 
diffusione a. Per i termini del secondo ordine questa operazione può 
essere effettuata in base alla formula (6,2), mentre per i termini del 
primo ordine occorre la formula più precisa (6,5). Effettuate queste 
sostituzioni, per la correzione del primo ordine in a abbiamo 


EO=É 5 Nita (6,11) - 
PiP: 
e per la correzione del secondo ordine 


Ed = 2mg? 5 hiano- [(1— nis) (4— na-)— 1] 
y2 : P+ pè — Pi? — p3° 
PiP2P; 
(per brevità, introduciamo nelle intermedie la « costante di legame » 
g = 4nh?a/m per le particelle del gas 1)). Sviluppando l’espressione 
fra parentesi al numeratore, osserviamo che i termini contenenti i 
prodotti di quattro n si riducono mutuamente poiché i loro numera- 
tori sono simmetrici e i denominatori antisimmetrici rispetto alla 
permutazione Pi, P2 € Pi, pa; quanto alla sommatoria in queste 


1) Dopo la rinormalizzazione dell’ampiezza di diffusione questa grandezza 
non coincide più con la costante U, che figura nella formula (6,2)! 
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variabili, essa viene effettuata simmetricamente. Infine, otteniamo 
in questo modo 


2mg? nino- (matna) 
E®=— matie biel, 6,12 
y2 R3 Pî+ Pî— Pi° — pa? (6,12) 

1P2P i 


Questa somma (nella quale tutti gli npa +0 per p+ co) è già 
convergente. ina 

Le formule così otteriute permettono di calcolare, soprattutto, 
l’energia dello stato fondamentale. A tal fine occorre porre tutti 
gli npa uguali all'unità all’interno della sfera di Fermi (p < pr = 
= h (3n2N/V)Y) e nulli all’esterno di essa. Osserviamo a questo 
| proposito quanto segue: sebbene gli autovalori dei prodotti operato- 
riali a5a@pa nell’operatore hamiltoniano iniziale forniscano i numeri 
di riempimento degli stati delle particelle stesse del gas, dopo aver 
diagonalizzato l’operatore hamiltoniano con l’aiuto della teoria 
delle perturbazioni abbiamo ormai a che fare con la funzione di 
distribuzione delle quasi-particelle (indicata, come nei paragrafi 
‘ precedenti, con Npa). 

Osservando che Y} np: = X np- = N/2, ricaviamo dalla (6,11) 
la correzione del primo ordine 


E® = gN?/4V. 


Tenendo conto della condizione p, + ps = Pi + Ps; Sostituiamo 
nella formula (6,12) la sommatoria nei tre impulsi con l’integrazione 
in 


e $ , ’ ’ 
(2rh)® ô (Pa + Pa — P; — Pa) d° Pi d° Ppa d° pid? Pys 
cosicché 


4mg?V ô (P+ P2— Pi — pi) , , , 
D 1 1 P2) 3p. dî. d3p’ g3 
EP = Gar ) A AOPE pe PPUP dod, 

dove l'integrazione è estesa al dominio pi, Pas Pi < pr. Il calcolo 
dell’integrale 1) conduce al risultato finale seguente per l'energia 
dello stato fondamentale: 


PRC 10 pra , 4(1i—21n2)'/ ppa\2 l 
kiN aal ta a ta r) e (19 


dove la grandezza davanti alla parentesi quadra è l'energia del gas 
di Fermi perfetto (K. Huang, C.N. Yang, 1957). 


1) In effetti, sarebbe più facile eseguire il calcolo in un altro modo, ini- 
ziando cioè dal calcolo della funzione f (vedi più avanti). 
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Il potenziale chimico del gas allo zero assoluto viene definito 
come la derivata u = (0E9/0N)y; espresso in funzione dell'impulso 
limite pr esso ha la forma 


“°° R 4 pra  4(11--21n2) / ppa\2 
c++ e (2) ] 649 


Secondo le tesi generali della teoria di Landau lo spettro delle 
eccitazioni elementari e (p) e la funzione di interazione delle quasi- 
particelle faa, (p, p') sono definiti, rispettivamente, dalla variazione 
prima e seconda dell’energia totale rispetto alla funzione di distri- 
buzione delle quasi-particelle !). Se scriviamo Æ in forma di una 
sommatoria discreta in p e.a, abbiamo, per definizione, 


E= J) ea (P) Öna Hay DI faw (P, P’) Snpabrpar (6,15) 


pa pa, p'a’ 


(inoltre, dopo aver derivato l'energia occorre sostituire Npa con 
l’unità all’interno della sfera di Fermi e con lo zero al suo esterno). 
Tuttavia non è necessario calcolare in questo modo la massa efficace 
m* delle quasi-particelle in quanto la si può trovare in un modo più . 
semplice (vedi più avanti). 

Per quanto riguarda il calcolo della funzione faa, (p, p’) (sulla 
superficie di Fermi), deriviamo due volte la somma delle espressioni 
(6,11-12) dopo di che dobbiamo porre p = p' = pr. Eseguendo 
questo semplice calcolo e passando dalla somma all'integrazione, 
otteniamo 


nia 4mg? 6 (p+P'—P1— Po) 
f+- (P; P) = 8 — Trap | aaa 


8 (p-+p1—p'— P) +ô (p+p1—p— 
(Pt piP pa 2a PiP Pi dp, d?pa, 
f++ (P; P)=f--(p, p)= 


_ _2mg? ô(P+Pi— ppi he + P1—P_P2) 
= Rane f -p i P?) 433p, PPa 


x 


L'integrazione in queste formule è relativamente semplice a causa 
della minore molteplicità degli integrali. 

Il risultato finale deve essere scritto nella forma (2,4) che non 
dipende dall’asse di quantizzazione degli spin. 


1) In questo paragrafo la matrice fgg’ (P, P') rappresenta l'unione delle 
componenti diagonali rispetto alle due coppie di indici (a, b e y, ô) della 
matrice fay,gò (p, p’). 
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Questo risultato è dato dalla formula 


g 1+ sen >» I 
2rtah? 2a così |. 2 
fav, 887 Tm 1+ ZPE 2 + ln — bapbro — 
PE 2 sen — 1— sen — 
Er 2 2 
= di 
1- sen -> 
2 1 ® 2 ; 
—ļ| 4 + Er 1 —- DI sen > ln TO N Oxp9v3 ’ (6,16) 
1— sen -> i 


dove ® è l’angolo formato dai vettori pr e pr (A.A. Abrikosov, 
I.M. Chalatniîkov, 1957) 1). i 

Di qui si ricava la massa efficace delle quasi-particelle integrando 
in base alla formula (2,12) e vale 


* 8 2 
Z 24+ gr (70021) (CEE), (6,17) 


‘La formula (2,17), invece, consente di trovare la velocità del 
suono nel gas: 


uni [14e 4 Slan (ápe), (6,18) 


m À 15m2 h 


In seguito integrando in dN la grandezza u?m/N (espressa in funzione 
di N/V anziché di pr), troviamo secondo la (2,13) il potenziale 
chimico del gas; un’altra integrazione in dW fornirà l’espressione 
(6,13) per l'energia dello stato fondamentale. 

La formula (6,13) rappresenta i primi termini dello sviluppo 
dell'energia del gas in potenze del « parametro di gassosità » n = 
= ppalh ~ a (N/V)Y3. Si potrebbero ottenere ancora alcuni termini 
successivi dello sviluppo mediante calcoli analoghi, anche se più 
complessi. Infatti, nel caso del gas di Fermi gli urti tripli portano un 
contributo all'energia soltanto con un’approssimazione molto piccola. 
Di tre particelle collidenti almeno due hanno una medesima proiezio- 
ne di spin; in questo caso la funzione d’onda delle coordinate del 
sistema deve essere antisimmetrica rispetto a queste due particelle. 
Ciò significa che il momento orbitale del movimento relativo di 
queste particelle è uguale almeno a í (stato p). La funzione d'onda 
corrispondente contiene una potenza in più (rispetto alla funzione 
d'onda dello stato s) di p/ (vedi III, $ 33); quindi, la probabilità 


1) La funzione (6,16) diventa logaritmicamente infinita per Ò = x. Questa 
circostanza è dovuta ad alcune omissioni fatte. Un esame più preciso mostra 
quanto segue: sebbene il valore è = x sia effettivamente un punto singolare 
della funzione, quest'ultima non diventa infinita in questo punto ma si annulla 
(vedi la nota alla pag. 273). L’inapplicabilità della formula (6,16) nell'intorno 
del punto ® = x è inessenziale per le applicazioni successive in cui figurano 
integrali convergenti in è= n. e 
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di tale urto contiene un p? ridondante, vale a dire che viene indebolita 
di ~(pa/lħ)? ~ n? volte rispetto alla probabilità di urto « frontale » 
fra particelle che non verificano il principio di Pauli. Come risultato, 
gli urti tripli forniranno un contributo di energia soltanto nei termini 
contenenti il volume come V-2V-*3. In altre parole, tutti i termini 
dello sviluppo dell’energia, compresi quelli dell’ordine di grandezza 
di 
PE 5 

(cioè ancora tre termini successivi a quelli scritti nella formula 
(6,13)), vengono espressi in funzione delle caratteristiche dei soli 
urti a due. Tuttavia, fra le caratteristiche degli urti a due figureran- 
no non soltanto l'ampiezza di diffusione s per urti lenti (così come 
nella formula (6,13)), ma anche le sue derivate rispetto all’energia 
e all’ampiezza di diffusione p. 


Capitolo II 


FUNZIONI DI GREEN DEL SISTEMA DI 
FERMI PER 7 =0 


$ 7. Funzione di Green di un sistema macroscopico 


Il metodo adoperato al paragrafo precedente diventa complesso e 
praticamente inapplicabile per approssimazioni di ordine superiore 
della teoria delle perturbazioni. Questo difetto è essenziale, in 
particolare, per i problemi fisici reali in cui l'interazione fra le 
particelle non è per niente debole; quindi, la precisazione di diverse 
proprietà generali dei sistemi macroscopici richiede di esaminare 
insiemi infiniti di termini della serie della teoria delle perturbazioni. 
Tuttavia, per superare simili difficoltà esiste un formalismo mate- 
matico analogo a quello che si usa nella teoria quantistica dei campi. 

La forma concreta di questo apparato matematico dipende dalla 
natura del sistema macroscopico cui deve essere applicato. I para- 
grafi successivi del presente capitolo sono dedicati allo sviluppo 
ulteriore del formalismo matematico per il liquido di Fermi a tem- 
perature dello zero assoluto !). Nel trattare questa questione ci pro- - 
poniamo di indicare non soltanto un'applicazione effettiva del 
metodo a un dato sistema, ma di dimostrare anche come, in generale, 
viene costruito questo apparato. : 

In questo apparato, la base di partenza sono gli operatori p 
della seconda quantizzazione, le cui proprietà sono note dalla mecca- 
nica quantistica (vedi III, $$ 64, 65). Ora, avremo bisogno di questi 
operatori nella rappresentazione di Heisenberg, nella quale essi 
dipendono esplicitamente dal tempo. Pertanto noi iniziamo dalla 
precisazione di alcune proprietà degli operatori p nella rappresenta- 
zione di Heisenberg. 

Considereremo sistemi composti di particelle a spin 1/2. Ciò 
premesso, agli operatori p deve essere attribuito un indice che dia 
la proiezione dello spin e assuma i valori +1/2; come prima, indi- 
cheremo gli indici di spin con lettere dell'alfabeto greco e intendere- 
mo la sommatoria con indici ripetuti due volte. 


1) La costruzione sistematica di questo apparato appartiene a V. M. Ga- 
litskij e A. B. Migdal (1958). 
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Secondo la regola generale (vedi III, $ 413) l'operatore IO) di 
ogni grandezza nella rappresentazione di Heisenberg viene espresso 
in funzione dell'operatore f (di Schrödinger) indipendente dal tempo 
della stessa grandezza in base alla formula 1) 


ft) = gifitfe-ibit, 


dove H è l'operatore hamiltoniano del sistema. 

Tuttavia, sarebbe opportuno qui cambiare un po’ questa defini- 
zione. Infatti, nella statistica quantistica è più comodo considerare 
lo stato di un sistema non per un numero dato N di particelle in 
esso, bensì per un dato potenziale chimico u. In questo caso, lo stato 
fondamentale in cui il sistema si trova per T = 0 si può definire 
come lo stato con autovalore più piccolo dell’operatore 


(e non H come per un dato N). In effetti, la probabilità del sistema 
di trovarsi (per un dato valore di p) allo stato di energia En e numero 
di particelle N, è 


En 


-as (-$) 


(vedi V, la formula (35,1)); Eh sono autovalori dell'operatore Ê’ 
da cui si vede che per T = 0 resta soltanto lo stato con E, più 
piccolo ?). 
Definiamo così gli operatori p di Heisenberg mediante le formule 
Ê, (t, r) = et, (eni, 


Ti (t, r) = eitek (r) e-i, 


wo exp ( — =a) 


(7,2) 


Indichéremo gli operatori p di Heisenberg con la È maiuscola e 
quelli di Schrödinger con la minuscola. 

Gli operatori p di Schrödinger verificano le note regole di com- 
. mutazione. Quanto ai commutatori degli operatori di Heisenberg 
considerati in istanti distinti t e t’, essi non possono essere calcolati 
in forma generale. Tuttavia, per t = t’ le loro regole di commutazione 


1) Per semplificare la scrittura delle formule, ricorreremo spesso a un 
sistema di unità di misura, nel quale la costante quantistica A = 1 (in modo 
che l'impulso abbia la dimensione in cm-! e l'energia in s-t). Per passare da 
questo sistema ad unità ordinarie, occorre sostituire tutti gli impulsi p e le 
energie E nelle formule con p/% ed Z/%. In particolare, queste unità sono ado 
perate nel presente capitolo. l 


2) Chiameremo operatore hamiltoniano l'operatore '’, così come Ê. 
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coincidono con quelle per gli operatori di Schrödinger. Così, dalla 
regola 

Pa (1) dé (1°) + dé (1°) da (r) = apò (r— r’) 

deriva analogamente la regola 
Pali, r) Pi (t, r)+ Vit, r’) Pa (t, n= 
= i't (pa (1) dé (1°) + dé (1°) da (1)) eni = bags (er). (7,3) 
Allo stesso modo abbiamo ; 
®_ (t, r) Da (t, 1) + Pg (t, 1) Pa (t, r)=0, 
Pi (t, r) Vi (6,1) + Di (t, r’) Êi (t, n) =0. 


Derivando la definizione (7,2) rispetto al tempo, troviamo ché 
l’operatore p di Heisenberg verifica l’equazione 


-iż Ý, (t, r)= Ê P, (t, r1)— Êa (t, r) Ê’ (7,5) 


(7,4) 


(cfr. III, la formula (13,7)). 

Le rappresentazioni di Heisenberg e di Schrödinger sono identiche 
per l’operatore di qualsiasi grandezza conservativa (cioè per un 
operatore che commuta con l'operatore hamiltoniano). In particolare, 
ciò si riferisce sia all'operatore hamiltoniano stesso che all’operatore 
del numero di particelle che è, ovviamente, grandezza anch’essa 
conservativa. Le espressioni di questi operatori in funzione degli 
operatori p di Schrödinger o di Heisenberg sono le stesse. Così, 
l'operatore del numero di particelle è 


= f di (r) da (1) d'r = f Pi (t, r) Pa (t, r) dz. (7,6) 


Quanto all'operatore hamiltoniano di un sistema di particelle inter- 
agenti, la sua forma è 


CISLASARIALE 
Y= i -f di (t, r) AP, (t, r) dir— pÑ, 
po f di (t, r) U® (r) La (t, r) dè, 
pe =4 f Fg (t, r) Pi (t, r) UL (r— r’) Pa (t, 1°) Pg (t, r) dr dèa’. 
(7,7) 


Qui #0 è l'operatore hamiltoniano del sistema di particelle libere; 
Vo) l'operatore della loro interazione con un campo esterno U® (r); 
V l'operatore di interazione di coppia allorché U® (r — r’) rappre- 
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senta l’energia di interazione di due particelle; i termini omessi sono 
di interazione tripla ecc. (cfr. III, la formula (64,25)). Per semplicità, 
noi supponiamo qui che tutte le interazioni siano indipendenti dagli 
spin delle particelle. 

Il commutatore di H’ e È, nell'espressione (7,5) è calcolato 
in base alle regole (7,3-4); le funzioni è che compaiono in questo caso 
vanno eliminate per integrazione. Come risultato, otteniamo un’« e- 


quazione di Schrödinger » per ©, (t, r) nella forma 


(EI (- A+) Fl 


+S die, MU? ar) elt rde Palt r). (7,8) 


Il ruolo fondamentale nel metodo descritto appartiene alla 
nozione di funzione di Green di un sistema macroscopico, data dalla 
seguente espressione 1): 


Gas (Xir X) = — TY (X) Pi Aa). 19) 


Qui e più avanti con X si denota, per brevità, l'insieme dell'istante t 
e del raggio vettore del punto r. Le parentesi angolari (...) indi- 
cano la media rispetto allo stato fondamentale del sistema (al posto 
del simbolo più complesso per l’elemento matriciale diagonale 
(0|...|0)). Il simbolo T, invece, è il segno di prodotto cronologi- 
co: gli operatori che lo seguono devono essere disposti da destra a 
sinistra nell'ordine di aumento dei tempi t,, ty. In caso di fermioni, 
la permutazione di una coppia di operatori w (rispetto alla loro di- 
sposizione nella scrittura iniziale del prodotto) deve implicare uno 
cambiamento di segno del prodotto. Ciò significa in forma esplicita 
che 


— id, (X1) PE (X) G> ta 


j n (7,10) 
i (F$ (Xa) Pa (Xs U< tiz 


; 7. Gag (Xi, X) = | 


Diamo alcune proprietà evidenti della funzione di Green. Se il 
sistema è non ferromagnetico e non si trova in un campo esterno, 
allora la dipendenza della funzione di Green dallo spin si riduce 
alla matrice unitaria . 


Gag (Xi, Xə) = ôa gG (Xis Xa) (7,11) 


1) Questa definizione è analoga a quella delle funzioni di Green esatte 
(propagatori) in elettrodinamica quantistica (cfr. IV, $$ 100, 102). 
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(qualsiasi altra dipendenza metterebbe in risalto la direzione nello 
spazio, ossia l’asse z di quantizzazione dello spin) !). Essendo il tempo 
omogeneo, gli istanti t, e t, figurano nella funzione di Green soltanto 
sotto forma della differenza t = t, — ty. Se, per di più, il sistema 
è macroscopicamente omogeneo nello spazio, allora le coordinate 
di due punti figurano anch'esse sotto forma della differenza r = 
= r; — rg. In altre parole, in questo caso abbiamo 


Gag (Xx, Xa) = bag (X), X= Xi E Xa (7,12) 


Sottolineiamo che l'omogeneità macroscopica significa che il corpo 
è supposto omogeneo non soltanto rispetto alla sua densità media 
(macroscopica), ma anche alla densità di probabilità delle varie 
posizioni (microscopiche) delle sue particelle nello spazio. Tali 
sono esattamente i liquidi e i gas (ma non i cristalli solidi). In virtù 
della loro isotropia, G (t, r) = G (t, —r). A questo proposito sotto- 
lineiamò ancora una volta che, al tempo stesso, la funzione G (t, r), 
per la sua stessa definizione, non è affatto pari rispetto alla variabile 
temporale t. Da questo punto di vista è importante l'ordine fra t, e ta 
nella differenza t = t, — t,. 

La matrice coordinata di densità di una particella in un sistema 
è definita come la media 


Pap (ti, ra) = (F$ (t, ra) Pa (£, ro) (7,13) 


La conoscenza di questa matrice consente di determinare la media 
di qualsiasi grandezza riferita a una singola particella. Infatti, sia 
Fap un operatore a « una sola particella », cioè un operatore della 
forma 


Fag=)l fs ’ (7,14) 
a 
dove fia è un operatore agente sulle coordinate e sullo spin di una 


sola (a-esima) particella, mentre la sommatoria si estende a tutte le 
particelle del sistema. Nel formalismo della seconda quantizzazione 
questo operatore si scrive (nella rappresentazione di Heisenberg) 
come segue: 


Êa (t) = f di (t, r) fat (t, r) dèe (7,15) 


1) Questa affermazione deve essere precisata. Le componenti di spin Po 
costituiscono uno spinore controvariante del primo ordine (in questo senso 
sarebbe più corretta la notazione Y” con l'indice a scritto sopra). Quanto alle 

. frt : A . . PEN x 
componenti FB, esse costituiscono uno spinore covariante. Perciò Gag è uno 
spinore misto del secondo ordine mentre è, g è lo spinore unità misto del secondo 
ordine. 
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(cfr. III, la formula (64,23)). Ne segue con chiarezza che la media 
della grandezza F può essere espressa in termini della matrice densità 
nella forma 


a 


(P)= N (P= N È [Î380pa (o ra)l=r d'tn (7,16) 


dove FR è l'operatore' agente sulle coordinate di r, (occorre porre 
ra = r, dopo l'applicazione dell’operatore, ma prima dell’integra- 
zione). 

Secondo la (7,10) la matrice densità può essere espressa mediante 
la funzione di Green 


Cab (t4, T2) = — Gas (t4, Ti; t,+0, ro). (7,17) 


Qui (come ovunque più avanti) la notazione t, + 0 per l’argomento 
della funzione significa che il limite si calcola quando l'argomento 
tende da destra al valore #,. Il calcolo di questo limite garantisce 
una disposizione corretta degli operatori p, coincidente con la loro 
disposizione nel prodotto (7,13). 

Per un sistema microscopicamente omogeneo, la matrice densità 
dipende unicamente dalla differenza r = r; — Fry; quando essa è 
indipendente dagli spin, si ha pag = Sa pp e, inoltre 


p= — G (t= —0, 1), (7,18) 
dove al posto di Gag (X1, X2) è introdotta, in accordo con la formula 
(7,12), la funzione G (X, — X) = G (X). Per r, =r, e dopo il 
calcoło della traccia rispetto alle variabili di spin il prodotto nel- 


l’espressione (7,13) si trasforma in Y, che è l'operatore densità 
del numero di particelle nel sistema. Pertanto la densità media del 
corpo è 


A =2Np(0)=—2i6(1=—0,r=0) (7,19) 
(t tende inferiormente a zero). Questa uguaglianza stabilisce una. 
relazione fra il potenziale chimico p per 7 = 0 (dal quale G dipende 
come da un parametro) e la densità del numero di particelle NIV. 


Lo sviluppo di Fourier della funzione p (r,, r,) determina la 
distribuzione degli impulsi delle particelle *) 


N (P) =N | p (£i ra) e #01 dè (24 — 24) = 
=—i f G (t, r) li=- 067+" dix. (7,20) 


1) Ricordiamo (cfr. III, $ 14) che la matrice densità di una sola particella 
è l’integrale 
p (ro r)= È Y* ATC 0) dar 


dove ¥ (r, q) è la funzione d’onda dell'intero sistema, essendo r il raggio vettore 
di una sola particella e g l’insieme delle coordinate di tutte le altre particelle; 
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Questo è il numero di particelle (per unità di volume) con un 
determinato valore della proiezione di spin e con impulsi nell’in- 
tervallo d*p/(2n)8. Sottolineiamo che qui si tratta delle particelle 
vere e proprie e non delle quasi-particelle (queste ultime non sono 
ancora comparse nel formalismo descritto). La notazione N (p) 
è stata introdotta per non confondere la funzione di distribuzione 
n (p) delle quasi-particelle. 

Nel seguito, avremo a che fare normalmente con la funzione di 
Green nella rappresentazione degli impulsi, definita come compo- 
nente dello sviluppo di Fourier della funzione G (t, r) in t e r: 


s do d? y 
G (t, r)= | G (0, p)eiter-on SOEP., (7,21) 
G (o, p) = I G (t, r)e-ir-01) gi dr. (7,22) 


La distribuzione delle particelle rispetto agli impulsi si esprime 
mediante questa funzione in base alla formula 


N(p)=—ilim | G(0, previo de, (7,23) 


t+-0 
-%0 


chesi ottiene sostituendo la (7,24) nella (7,20). La sua normalizzazione 
è data dalla formula 
1: p 3 zo; do d? N 
— lun G (@, p) e72 va => (7,24) 


che rappresenta la condizione (7,19) espressa nella rappresentazione 
degli impulsi. Ciò vuol dire che la distribuzione N (p) automatica- 
mente è normalizzata correttamente: 
d3p N 
2 f N M T 

Notiamo che il limite nel quale vanno calcolati gli integrali 
(7,23-24) è equivalente a una regola definita di aggiramento nel 
piano della variabile complessa œ. L'esistenza del fattore e-iot 
con t< 0 permette di chiudere il cammino di integrazione (asse 
reale) con una semicirconferenza indefinitamente lontana nel semi- 
. piano superiore © in modo che l’integrale viene determinato dai 
residui della funzione G (œ, p) nei suoi poli che giacciono in questo 
semipiano. 


l’integrazione si esteride a queste ultime. Le componenti di Fourier della matrice 
densità coincidono con l’espressione 
ipr 2 
Y (r, gq) eP dz] dq, 


«da cui deriva il suo legame con la distribuzione degli impulsi delle particelle. 
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$ 8. Determinazione dello spettro energetico 
mediante la funzione di Green 


Quando il sistema è microscopicamente omogeneo, è facile deter- 
minare la dipendenza degli elementi matriciali di un operatore ıp 
di Heisenberg dal tempo e dalle coordinate rispetto agli stati stazio- 
nari con valori definiti dell'energia e dell'impulso. 

La dipendenza dal tempo è data da un fattore esponenziale ordi- 
nario 


n| È. (t, r) |m) = enmt in | pa (r) |m), (8,1) 
ma siccome l'operatore p di Heisenberg è definito mediante l'opera- 
tore hamiltoniano H’, allora 

Onm = En — Em = En — Em — p (Nn — Nn) 


In accordo con le proprietà generali degli operatori p l’ operatore È 
diminuisce (e Y* aumenta) di 1 il numero di particelle nel sistema. 
Perciò nell'elemento matriciale (8,1) si ha Nn = Nm — 41 in modo 
che 


Onm = En (N) — Em (N + 14) + p, (8,2) 


dove sotto forma di argomenti sono indicati i numeri di particelle 
negli stati corrispondenti. > ' 

Per determinare la dipendenza dalle coordinate, osserviamo che, 
data l'omogeneità del sistema, gli elementi matriciali dei suoi. 
operatori p non possono cambiare qualunque sia lo spostamento a 
una distanza r rispetto al sistema. Ciò non significa, però, che gli 
elementi matriciali in generale siano indipendenti dalle coordinate. 
Infatti, la differenza fra pm (r) e il valore pnm (0) in un dato punto 
r = 0 è dovuta alle due cause seguenti: con lo spostamento alla: 
distanza r rispetto al sistema stesso e con la traslazione del punto 
di osservazione in un altro punto dello spazio, avviene contempora- 
neamente un cambiamento delle fasi delle funzioni d’onda. Per 
escludere questi ultimi cambiamenti, spostiamo il sistema del 
vettore —r, applicando cioè alle sue funzioni d’onda l’operatore di 
traslazione parallela 


T(—r)=e-i8, 


dove P è l'operatore dell'impulso totale del sistema; vedi III, la 
formula (15,13). In seguito a queste operazioni il punto di osserva- 
zione riprenderà il suo posto iniziale nello spazio, ma resterà spostato 
| rispetto al sistema del vettore r. L’invarianza degli elementi matri- 

ciali rispetto a questa trasformazione viene espressa dall’uguaglianza 


(n| da (0) |m)= n] efh, (r) e-i | m). (8,3) 
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Se negli stati n e m il sistema ha degli impulsi P, e Pm, allora 
n] Ba (0) |m) = ela] da (1) |m), 
da cui 
(n | Va (t, r) |m) = Onm -Enm® (n| da (0) |m), (8,4) 
(n| Pi (t,r)|m)=(m| Ya (t, r) | nt, 


dove km = P, — Pm. 

Queste formule permettono di ottenere un importante sviluppo 
nello spazio degli impulsi per la funzione di Green, che ne precisa 
il significato fisico. . 

Essendo « discontinua » la definizione della funzione G (t, r), il 
calcolo di G (œ, p) richiede che l’integrale in dt nella formula (7,22) 
sia diviso in due integrali: da —oco a 0 e da 0 a œ. Nel secondo di 
questi integrali (cioè per t = t, — t, => 0) abbiamo, sviluppando la 
definizione (7,10) in base alla regola del prodotto di matrici, 

1 


G (t, 1)= 5 Gaa = — 5 D (0| Ya (X1) 1m) (m| Yt (X,)[0) 


(la sommatoria si estende a tutti gli stati quantistici del sistema). 
Sostituendovi le espressioni (8,4) e osservando che nello stato fonda- 
mentale P, = 0, troviamo 


G (t, r) = — 4 J 160| da (0) |m) [Pe omP, (8,5) 


dove oomj= Eo (N) — Em (N + 1) + p. 

L'integrazione estesa allo spazio nella formula (7,22), dove 
G (t, r) è presa dalla (8,5), dà a ciascun termine della somma una 
funzione ô: è (p — Pm). Quando invece si integra in dt (t > 0), per 
assicurare la convergenza occorre aggiungere ad œ una parte imma- 
ginaria infinitesima positiva, sostituendo cioè œ + œ + i0 1). Allora 
otteniamo 


f f G (t, r) eilot-pr) d37 dt = 
) 


e 5. (0) |m) Seta) 
=- Èi 10l Pa (O 1) = Fa D 


1) Questo procedimento è analogo al metodo di calcolo delle funzioni di 
‘Greer in Soon quantistica (cfr. IV, $ 76). 
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Analogamente si calcola l'integrale in dt da —co a 0. Pert<0, 
al posto della (8,5) abbiamo 


G(t, r)=4 D |m | da (0) | 0) 2e mo- Pm® , (8,6) 


dove ©mo = Em (N — 1) — E, (N) + u. Calcolando ora l'integrale 
da —c0 a 0 e sommando i due integrali, otteniamo 


= 0° U D: CAS at A 
G(@0, py=-5 D {otin M Ewa + 


Bmô (P+ Pm) 
+=)» __ 82 


dove sono introdotte le notazioni 
Am=|(0|îa (0)|m)}, Bm=|(]da(0)]O)F. (8,8) 


Questo è lo sviluppo richiesto 1). 
Introduciamo le notazioni 


eP = Em(N+1)—Eo(M), eR =E (N)—Em(N—1) (8,9) 


per le energie di eccitazione, definite in base alle differenze fra il 
livello eccitato del sistema con un determinato numero di particelle 
e lo stato fondamentale avente una particella di più o di meno. Gli 

indici (+) e (—) mostrano che queste energie i 


eP >p, en <u (8,10) 


Osservando infatti che ZE, (N + 1) — E, (N) 0EJ98N = p è il 
potenziale chimico per T = 0, scriviamo ad esempio 


e = Em (N + 1)— Eo (N +1) + Eo (N +1) — Eo (N) ~% 
= [Em (N+1) Eo (N +1) +p- 


Ma la differenza fra parentesi quadre (dove le due energie corri- 
spondono a due sistemi‘aventi un medesimo numero di particelle) è 
positiva in accordo con la definizione di stato fondamentale; ne 
consegue che e > u. Sul significato della definizione (8,9) torne- 
remo più avanti. — 

Lo spostamento dei poli nei termini della somma (quali fun- 
zioni di ©), che viene espresso dagli addendi +:0 ai loro denominatori 


1) Uno sviluppo analogo nella teoria quantistica dei campi viene detto 
formula di Kallén-Lehmann (cfr. IV, $$ 101, 108). 
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equivale alla comparsa di parti immaginarie é-funzionali in base 
alla regola 1) 
a 
szil 
Applicando questa regola all'espressione (8,7), otteniamo la parte 
reale della funzione di Green 


ReG (0, p) = 4n? > p [$$ P—Pm) i Bmò (Pp -+-Pm) (8,12) 


=P Å F ind (z). (8,11) 


Otu_en Ot 
e la sua parte immaginaria (dove si deve tener conto che tutte le 
differenze et — u> 0 e tutte le differenze ew — u < 0): 
ImG (o, p) = 
— 4704 DI Amô (p— Pn) ô (0-uy — es) per o>0, 
m P è, 
(8,13) 
Ant DI Bmô (P+ Pm) ô (0+p— ER) per œo <0. 
m 
Di qui si vede che si ha sempre 
sign Im G (o, p) = —sign o. (8,44) 


È da notare anche l’andamento asintotico della funzione G (œ, p) 
per œ —> co. Dalla (8,7) ricaviamo 


G (©, p) ~ SÈ S [And (P— Pm) + Bmô (P+ Pm). 


Come è facile vedere, il coefficiente di 1/0 è uguale alla componente 
di Fourier in r} — r, di 


FAVult r) Pi (t, r) + På (t, ra) Ya (t, 1} =ô (11 — r), 


. ossia vale 1. Quindi, 
G (0, pp+1/0 per |@0]-+ æ. (8,15) 


La proprietà principale della funzione di Green nella rappresen- 
tazione degli impulsi è che i suoi poli possono giacere soltanto nei 
punti © = Em — u, dove €m sono energie di eccitazione discrete 
del sistema, definite nel modo suindicato. Ognuna di queste energie 


1) Cfr. III, la formula (43,10). Il segno P significa che, integrando espres- 
sioni della forma f (z)/(x + i0), l'integrale va inteso come valore principale 
(ila) Cda 
f + id de= € TO % F inf (0). 
— 00 -œ 
Il secondo termine è dovuto all’aggiramento del polo z = —i0 (o z= i0) 
superiormente (o inferiormente) su una semicirconferenza. ; 
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corrisponde a un determinato valore dell'impulso Pm del sistema; 
ne è prova l’esistenza della corrispondente funzione $ in ogni termine 
contenente un polo della funzione di Green. : 

Tuttavia, noi ci interessiamo qui alla funzione di Green di un 
corpo macroscopico. Ciò vuol dire che consideriamo il limite allorché 
il volume V e il numero di particelle N tendono all'infinito (per un 
dato valore finito del rapporto N/V). In questo limite, le distanze 
fra i livelli del sistema tendono a zero, i poli della funzione G (œ, p} 
si fondono e non si può affermare altro che questa funzione ha parte 
immaginaria per valori œ + p nel dominio continuo dei valori pos- 
sibili dell'energia di eccitazione del sistema. Tuttavia, fanno ecce- 
zione le eccitazioni in cui tutto l'impulso p del sistema macroscopico 
può essere ascritto a una sola quasi-particella munita di una legge 
di dispersione e (p) (ricordiamo che nello stato fondamentale del 
sistema p= 0); a questi valori corrispondono poli isolati della 
funzione di Green. 

Se, invece, l'impulso p è composto di impulsi di più quasi-par- 
ticelle, l'energia del sistema non viene definita più univocamente dal 
valore p: un dato impulso del sistema può essere composto in diverso 
modo dagli impulsi delle quasi-particelle, e la somma delle loro 
energie assume, in questo caso, una serie continua di valori; integran- 
do su tutti questi stati, si può eliminare il polo. 

Quindi, la legge di dispersione delle quasi-particelle è data dal- 
l'equazione 

G (e — p, p) =0 (8,16) 


(V. L. Bonè-Brueviù, 1955). 

Sottolineiamo che la determinazione dell'energia di eccitazione 
in base alla formula (8,9) corrisponde esattamente alla definizione 
di energia delle quasi-particelle nella teoria di Landau. Infatti, la. 
differenza et è la variazione dell’energia del sistema quando vi si 
aggiunge una particella; attribuendo tutta questa variazione a una 
sola quasi-particella, noi definiamo e in accordo con la (1,3): Analo- 
gamente, —e&' è la variazione dell’energia quando si toglie una: 

articella, cosicché s% è Venergia della quasi-particella tolta.. 
naturale perciò che s% < p, poiché, secondo la teoria di Landau, 
una quasi-particella può essere allontanata soltanto dal di dentro 
della sfera di Fermi 1). 

Poiché tutti gli stati eccitati che figurano nello sviluppo (8,7) 
si ottengono dallo stato fondamentale per aggiunta o sottrazione 
di una particella (a spin 1/2), è chiaro che nel caso di un sistema di 
fermioni i poli della funzione di Green determinano unicamente lo 


1) È da notare che nella definizione di energia delle quasi-particelle eg? 
il livello eccitato del sistema £,, figura con il segno negativo. Ciò è dovuto al 
fatto che l'impulso di queste quasi-particelle vale p = —Pm, come lo si vede 
dalla funzione è (p + Pm) nei corrispondenti termini dello sviluppo (8,7). 
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spettro di eccitazioni elementari del tipo di Fermi. Più avanti, al 
$ 18, verrà mostrato come si determina il ramo di Bose. 

La descrizione dello spettro di un sistema macroscopico mediante 
il concetto di quasi-particelle con una data dipendenza di e da p è 
una descrizione approssimata la cui precisione cala all’aumentare di 
| € — p |. La deviazione dal quadro di quasi-particelle indipendenti 
si rivela nello spostarsi del polo della funzione di Green verso il 
«dominio complesso: l'energia e (p) diventa complessa. In accordo 
con le regole generali di meccanica quantistica (vedi III, $ 134), la 
complessità dei livelli energetici significa che la durata di vita T 
dello stato eccitato del sistema è finita (t ~ 1/|Ime |). La grandezza 
stessa Im e caratterizza quanto siano « smussati » i valori dell’ener- 
gia della quasi-particella (larghezza del livello). È ovvio che questa 
interpretazione ha senso soltanto a condizione che la parte immagi- 
naria sia sufficientemente piccola: |Im e | & |e — u |. Come è 
stato mostrato al § 1, questa condizione viene soddisfatta effettiva- 
mente per gli stati debolmente eccitati del sistema in quanto 
| Im e | ~ i/t ~ (p — pr)?, mentre Re (e — u) ~ | p — pr |. 

Il segno necessario di Im e viene garantito dalla determinazione 
«del segno della parte immaginaria della funzione di Green. Infatti, 
nell’intorno del suo polo questa funzione ha la forma 


G (0, pa (8,17) 


= 

O+p—e (p)’ 
dove la costante Z > 0 poiché i coefficienti Am, Bm nello sviluppo 
(8,7) sono positivi; spesso la grandezza Z si chiama (per analogia con 
l’elettrodinamica quantistica) costante di rinormalizzazione. La parte 


x 


immaginaria della funzione di Green è 
'Z Ime 
lo-+u—e]? 
Osservando che questa espressione è riferita ai valori ®© % e — p 
æ confrontandone il segno con la regola (8,14), troviamo che 
Ime<0 per Ree>u, 
Ime>0 per Ree<u, l 
‘come deve essere: questo segno di Im e corrisponde in entrambi i 
casi (em° ed eg nella formula (8,9)) all'aggiunta immaginaria 
negativa corretta all’energia Em dello stato eccitato. 
Sulle proprietà analitiche della funzione di Green torneremo 


‘ancora nel $ 36, dove questa questione verrà studiata direttamente 
per il caso generale di temperature arbitrarie. 


ImGa 


(8,18) 


$ 9. Funzione di Green di un gas di Fermi perfetto 


Per illustrare le relazioni generali ottenute al paragrafo prece- 
dente, calcoliamo la funzione di Green di un gas perfetto. 
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Gli operatori p di Schrödinger si possono rappresentare sempre 
‘ sotto forma dello sviluppo 


da (r) = 2 apo Ppa (T, 0) (9,1) 


nel sistema completo di funzioni Ypa (0), che sono funzioni d'onda 
spinoriali della particella libera di impulso p (e di proiezione dello 
spin o), cioè nelle onde piane 


Ua 


Ppa = VV er (9,2) 


(ua è l'ampiezza spinoriale normalizzata in base alla condizione 
uguz = 1); le funzioni wpo scelte in questo modo non riguardano 
l'interazione reale di particelle nel sistema. 

Ma per un sistema di particelle non interagenti l'operatore p di 
Heisenberg può essere scritto anch'esso sotto forma esplicita. In 
| questo caso il passaggio dalla rappresentazione di Schrödinger a 
quella di Heisenberg si riduce all'introduzione in ciascun termine 
della somma dello sviluppo (9,1) del fattore temporale corrispondente 


P, (t, r)= 5 a poppa (r, 0) exp [ —- i (P_ ) cl: (9,3). 
po 


‘ È facile convincersene osservando che gli elementi matriciali del- 
l'operatore di Heisenberg, per qualsiasi transizione i + f, devono 
contenere i fattori exp [—i (E; — E+) tl, dove Ei, E; sono rispetti- 
vamente le energie degli stati iniziale e finale (nel caso considerato 
esse rappresentano autovalori dell’operatore hamiltoniano H' = 


= Î — uÑ). Per la transizione accompagnata dalla diminuzione di 
4 del numero di particelle nello stato pa la differenza E; — E; vale 
p?/2m — u in modo che la suddetta condizione viene soddisfatta. 

Tuttavia, anziché calcolare direttamente la funzione di Green 
mediante la relazione (9,3) in base alla definizione -(7,10), è più 
comodo ridurre dapprima questa definizione a un'equazione diffe- 
renziale equivalente. A tal fine deriviamo la funzione Gag (X1 — Xa) 
rispetto a t,. In questo caso si deve tener presente che questa funzione 
è discontinua nel punto t, = tą. Infatti, in accordo con la definizione 
(7,10) il salto della funzione è 


[Gan] = Gag ls=t2+0 — Gap ltt- 0 = 
= — i ($u (tor) F$ (tas ra) + dj (ta a) Pa (tr) 
ossia, in virtù della (7,3) $), 
[Gag] SEN S i6 pò (r; —T2). (9,4) 


1) Sottolineiamo che il valore di questo salto è indipendente dall’intera- 
zione fra le particelle! 
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L'esistenza del salto conduce, durante la derivazione, alla comparsa 
del termine [Gag] è (tı — ta). Perciò 
o si sd ta (Xa) $ s 
i Cas = — (T CEL gi (XY 
— i6apd (r4 — r3) Ô (t4 — ta). (9,5) 
Per un sistema di particelle libere l'operatore p di Heisenberg 
verifica l’equazione 
Ta 
dt 


; 1 I S 

l = — dm AYa an uF, 

(cfr. la (7,8)). Sostituendo questa derivata nella (9,5) e di nuovo 
tenendo conto della definizione (7,10), otteniamo per la funzione di 
Green la seguente equazione: 


(i$ ta He) GO (t, r) = (t) ô (r), (9,6) 


dove si è già posto Gag = ÔagG® e l'indice (0) di G mostra l'assenza 
di interazione fra le particelle. l 
Trasformiamo questa equazione secondo Fourier: 


(0-4 +) GO (w, pj=1. 


Definendo mediante questa relazione la funzione di Green, occorre 
aggiungere ad œ una parte immaginaria infinitesima in modo tale 
che la parte immaginaria di G abbia segno corretto (in accordo con 
la (8,14): 

G0 (w, p)=[o-3-+u+:0-signo]0!. (9,7) ` 

È m 

Il polo di questa espressione si trova per œ + p = e (p) = p?/2m 
in accordo con il fatto che in un gas perfetto le quasi-particelle coin- 
cidono con le particelle reali. Il potenziale chimico del gas di Fermi 
perfetto è u = p/2m. Per gli stati debolmente eccitati il valore di 
p è vicino a pp in modo che si può effettuare la sostituzione p?/2m œ% 
= u + vr (p — pr), dove vp = pp/m, e riscrivere la funzione di 
Green per questi stati nella forma 


GO (0, py=[0—vr(p— pr) + i0- sign o]. (9,8) 


Qualunque sia l’integrazione con la partecipazione della funzione 
G‘®, l’esistenza della parte immaginaria infinitesima al suo denomi- 
natore è essenziale unicamente nell’intorno del polo, allorché o œ% 
= Ur (P — pr). Da questo punto di vista si può sostituire sign œ 
nella (9,7) con sign (p — pr) e scrivere G® nella forma 


G® (0, p) = [o — p?/2m + p + i0-sign (p — pr). (9,9) 


FUNZIONI DI GREEN DEL SISTEMA DI FERMI PER T=0 61 


Questa sostituzioneeè essenziale in quanto G% rappresentata nella 
forma (9;9) risulta essere un'unica funzione analitica della variabile 
‘complessa œ in tutto il piano e, per il calcolo degli integrali, si può 
ricorrere ai metodi della teoria delle funzioni analitiche. 

Così, per calcolare l'integrale (7,23) (la distribuzione degli im- 
pulsi delle particelle) a £ negativo diverso da zero, chiudiamo il 
cammino di integrazione (asse reale œ) con una semicirconferenza 


‘indefinitamente lontana nel semipiano superiore (dopo di che si 


può porre t = 0). L'integrale 


i do 
N@=- | m mne r 


verrà determinato ora dal residuo dell'espressione integranda in 
un polo giacente nel semipiano superiore. Per p > pr questo polo 
non esiste, cosicché N (p) = 0. Se, invece, p < pr, allora troviamo 
che N (p) = 1, come deve essere per lo stato fondamentale del gas 
di Fermi perfetto. 


$ 10. Distribuzione degli impulsi delle 
particelle del liquido di Fermi 


La funzione di Green del liquido di Fermi non può essere calco- 
lata, ovviamente, in forma generale, come l’abbiamo fatto per 
il gas di Fermi. Ma l'affermazione secondo la quale il liquido di 
Fermi ha uno spettro del tipo descritto al $ 1 significa che la sua 
funzione di Green ha un polo per 


o= e (P) — p vr (P — Pr), ve = Ppelm*. (40,1) 
In altre parole, essa può essere rappresentata nella forma 


Z i 

Gio P=7 FG podio +5: DI): (10,2) 
dove g (©, p) è una funzione finita nel punto (10,4). Come è stato 
già rilevato in proposito della (8,17), il coefficiente Z (il residuo della 
funzione G nel polo) è positivo. 

Dall’espressione (10,2) si può trarre una conclusione interessante 
inerente alla natura della distribuzione degli impulsi delle particelle 
del liquido (non delle quasi-particelle!). E precisamente, calcoliamo 
la differenza fra i valori della funzione di distribuzione N (p) (di- 
pendente di fatto soltanto dal valore assoluto di p) da ambedue le 
parti della superficie della sfera di Fermi, cioè il limite della diffe- 
renza 


N (pr — 4) —N (pr + 9) 
per qg = +0. 
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La distribuzione N (p) si esprime mediante la funzione di Green 
con l’integrale (7,23). Essendo finita la funzione g (œ, p), è evidente 
a priori che la differenza dei suoi integrali tenderà a zero per q> 0. 
Pertanto è sufficiente considerare la sola differenza degli integrali 
dei termini contenenti poli nella (10,2). Poiché durante l’integra- 
zione il termine i0 a denominatore è essenziale soltanto nell’intorno 
del polo, si può scrivere (come è stato già detto al $ 9) sign (p — Pr) 
al posto di sign œ. Allora abbiamo 


N(pr-9)-N(pr+9)= 
È n Z Z do 
ai | inn sagra. 2n 


(data la convergenza di questo integrale 

della differenza, vi si può omettere il 

fattore e-i®t con t = — 0). Chiudendo 

Fig. 1 ora il cammino di integrazione con una 

semicirconferenza indefinitamente lontana 

(in uno qualsiasi dei semipiani), troviamo che l’integrale vale Z e 
non dipende da g. Quindi abbiamo 


N (pr — 0) — N (pr +0)=Z (10,3) 


(A. B. Migdal, 1957). 
Sopra è stato mostrato che Z > 0. Poiché N (p)< 1, allora dalla 
(10,3) risulta che 


0<Z<1 (10,4) 


(il valore Z = 4 si ottiene soltanto nel caso limite del gas perfetto). 

Quindi, la distribuzione degli impulsi delle particelle nel li- 
quido di Fermi per 7 = 0 ha, come nel caso del gas, un salto sulla 
superficie della sfera di Fermi diminuendo nella direzione dall’in- 
terno verso l’esterno della sfera. A differenza del gas, il valore del 
salto è però minore di 1, e la funzione N (p) resta diversa da zero 
anche per p > pr, come è rappresentato dalla curva continua nella 
fig. 4 (la linea tratteggiata corrisponde al gas). 


$ 11. Calcolo delle grandezze termodinamiche 
in base alla funzione di Green 


La conoscenza della funzione di Green di un sistema è sufficiente 
per descriverne le proprietà termodinamiche. Per T = 0 queste 
proprietà vengono espresse dalla dipendenza dell’energia del sistema 
(coincidente con l’energia E, dello stato fondamentale) dalla den- 
sità N/V. 

Dopo aver definito (mediante l'equazione (8,16)) la legge di 
dispersione delle quasi-particelle e (p), si può trovare questa dipen- 
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denza tenendo conto che 
e (pr) = p. (41,1) 


Poiché la dipendenza di pr da N/V è nota e, in accordo con la (1,1), 
vale 
pr = (3n3) (NIV}IP, (11,2) 


l'uguaglianza (11,1) definisce la funzione u (W/V) (anche se in forma. 
implicita in quanto la legge di dispersione e (p) contiene, in generale, 
u quale parametro). Per T = 0 (e quindi per S = 0) il potenziale 
chimico è p = (0E/0N)v; integrando questa uguaglianza troviamo 
l'energia cercata 


N 
Be | u (F) aN (11,3). 


(per N = 0 si ha, ovviamente, E, = 0). 
Un altro modo di descrizione delle proprietà termodinamiche per 
T = 0 consiste nel calcolo del potenziale termodinamico Q. Secondo: 
la definizione generale (vedi V, § 24) questo potenziale vale Q = 
= E — TS — uN = — PV e il suo differenziale dQ = — S dT — 
— N du; per T = 0 abbiamo anche S = 0, e queste espressioni di- 
ventano 
Q = E — uN, (11,4): 
dQ = — N du. (41,5) 


Ricordiamo anche che per il suo significato il potenziale Q descrive 
le proprietà del sistema per V = costante. 

Il metodo più semplice di esprimere Q attraverso la funzione di 
Green consiste nell’utilizzazione del legame (7,24) esistente fra 
N/V e G. Sostituendo N dalla (7,24) nella (11,5) e integrando in 
du (per V = costante), otteniamo 


u 
` i sa pd 
Q (u) = 2iV | dy.lim f G (0, p) emio a ’ (11,6) 
5 se 


poiché si ha di nuovo Q = 0 per u = 0. 


$ 12. Operatori Y nella rappresentazione 
dell'interazione 


È ovvio che non si può calcolare in forma generale la funzione 
di Green di un sistema di particelle interagenti. Tuttavia esiste un 
formalismo matematico (simile alla tecnica dei diagrammi nella: 
teoria quantistica dei campi) che consente di calcolarla sotto forma 
di una serie di potenze dell'energia di interazione delle particelle. 
In questo caso ciascun termine della serie viene espresso mediante la 
funzione di Green del sistema di particelle libere e l'operatore di 
interazione. 
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Accanto alla rappresentazione di Heisenberg ne introduciamo 
un’altra, ossia una rappresentazione in cui la dipendenza degli ope- 
ratori dal tempo è determinata non dall'operatore hamiltoniano 
vero del sistema 


H'=H0LV-fR_uN4? 


(V è l'operatore di interazione), bensì dall'operatore hamiltoniano 
delle particelle libere H’: 


Ê, (z, r)= exp (Åt) pm) exp (=i Ê% t). (42,4) 


In questa rappresentazione (detta rappresentazione dell'interazione) 
distingueremo mediante l'indice 0 gli operatori dalle funzioni d’on- 
da. Esprimendo la funzione di Green mediante gli operatori Y, 
(al posto degli operatori di Heisenberg Y), facciamo così il primo 
passo verso il nostro scopo, ossia l’espressione di G mediante G® 
e V. i 

In questo paragrafo indichiamo con la lettera ® (o ọ) le funzioni 
d'onda nello «spazio dei numeri di riempimento » (a differenza 
delle funzioni d’onda coordinate Y o p); su queste funzioni agiscono 
gli operatori della seconda quantizzazione. Sia ọ una tale funzione 
nella rappresentazione di Schrödinger; la sua dipendenza dal tempo 
è data dall’equazione d’onda 


i L= (ROP). (12,2) 


Nella rappresentazione di Heisenberg, dove tutta la dipendenza 
temporale è riportata sugli operatori, la funzione d’onda © del 
sistema è in generale indipendente dal tempo: ® = costante. Nella 
rappresentazione dell'interazione, invece, la funzione d'onda ©, 
dipende dal tempo, ma questa dipendenza è legata unicamente all’in- 
terazione fra le particelle del sistema e determinata dall’equazione 


iL (t) = Ô, (t) Do (t), (12,3) 


dove 
V (t) = exp GÊ 9%) Ý exp (— iĝ t) (12,4) ` 


è l'operatore di interazione nella stessa rappresentazione (per gli 
operatori della forma (7,6-7) il passaggio a questa rappresentazione 
si riduce semplicemente alla sostituzione di ¥ con ¥,). L'equazione 
(12,3) si ottiene facilmente osservando che alla trasformazione degli 
operatori in base alla (12,1) corrisponde la trasformazione delle fun- 
‘ zioni d'onda secondo 


®©, = exp (i't) (42,5) 
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(vedi III, $ 12). Derivando questa espressione e tenendo conto della 
(12,2), otteniamo la (12,3) 1). 

In virtù della (12,3) i valori di ®, (t) in due istanti indefinita- 
mente vicini sono legati dall’uguaglianza 


Do (t + ôt) = [1 — iôt- Ô, (01 (t) = 
= exp {— iôt- Ve (t)} Do (1). 


Rispettivamente il valore Ď, all'istante arbitrario £ può essere e- 
spresso in funzione del valore a un certo istante iniziale tọ (to < t) 
come i 


®, (t) = Ê (t, to) Do (to). (12,6) 


dove 
g p 
Š (t, to) = LI exp {— i8t-Po t), (12,7) 
ito 


mentre i cofattori in questo prodotto sono disposti, evidentemente 
da destra a sinistra nell’ordine di crescita dei tempi t;; il limite del 
prodotto si intende rispetto a tutti gli intervalli indefinitamente 
piccoli ôt compresi fra tọ e t. Se V, (t) fosse una funzione ordinaria 
questo limite si ridurrebbe semplicemente a 


t 
a=] Volt) di}. 


Ma questa riduzione è basata sulla commutatività dei fattori cal- 
colati ad istanti differenti, la quale è supposta nel passaggio dal 
prodotto nella (12,7) alla sommatoria nell’esponenziale. Per l’ope- 
ratore D, (t) questa commutatività non esiste e la riduzione a un 
integrale ordinario è impossibile. Si può invece scrivere la (12,7) 
in forma simbolica 


$ (t, t)=T ai {ui f UAO) dt} ; (42,8) 


dove T è il simbolo di disposizione cronologica dei fattori nello 
stesso ordine che nella (12,7), cioè da destra a sinistra, dai tempi più 
piccoli a quelli più grandi. 


1) L’equazione (12,3) coincide con la (73,5) del Volano IV, e il processo 
di risoluzione seguente ripete quello del volume IV, 
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L'operatore $ è unitario ($-1= +) e gode delle seguenti pro- 
prietà evidenti: 


Š (ts, ta) 3 (ta, tı) = 3 (ts, tı), 
(12,9) 


$1 (ta; t) $1 (ts, ta) = sa (ts, tı). 


Per rendere più semplici le ulteriori considerazioni, partiamo dal- 
l'ipotesi formale (che non incide sui risultati finali) che I’ interazione 


DV, (t) intervenga adiabaticamente da t = — co ad istanti finiti e 
scompaia adiabaticamente per t = + co. Allora per #-+ — œ, 
: prima che vi fosse l'interazione, la funzione d’onda ®, (t) coincide 
+ con la funzione di Heisenberg ®. Ponendo nella (12,6) to = — œ, 
otteniamo 


®, (9=$%— 0), (12,10) 


. Stabilendo in questo modo un legame fra le funzioni d’onda in am- 
bedue le rappresentazioni, noi stabiliamo così anche la legge di 
| trasformazione degli operatori, compresi gli operatori y: 


Ê = ĝ-1 (t, — œ) L,$ (t, — œ). (12,14) 


In forza dell’unitarietà di S, gli operatori Y'* si trasformano anch’es- 
si in base alla stessa legge. 

Esprimiamo ora la funzione di Green mediante gli operatori p 
| nella rappresentazione dell'interazione 1). Sia t, > tą; allora 


Gag (Xi, Xa) = —i (Pa (t4) Pi (t) = 
= ie (t — 00) Poa (t) Sa ej 
XS, — 9%) Pig (t2) $ (tz, — 00). 
Secondo la (12,9) abbiamo 
$ (ti, — 20) S~! (ta, —00)= Š (ti, ta) S (tz — 00) Ñ! (ta, —00)= $ (tis ta), 
5-1 (t, — œ) = $~ (t, — 00) S~ (00, #4) S (00, ti) = 
SA (00,. — 00) K (00, t). 
- Sostituendo nell'espressione precedente, otteniamo 
Gap (Xi) Xa) = —i ($! (c0, — o0) $ (00, #1) Poa (t1) $ (ti ta) x 
x Big (ta) Î (tz — 0)). 


Intendendo gli operatori $ comè prodotti (12,7), vediamo che tutti 


1} Questa conclusione ripete i ragionamenti del volume IV, $ 100. 
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i fattori nell’espressione di cui si è fatta la media sono disposti, a 
cominciare dal secondo, in ordine cronologico da destra a sinistra, 
da t = — œ a t = œ. Pertanto possiamo scrivere 


Gap (Xi, Xa) = —i (ST [Foa (t1) Fös (t2) S), = (12,12) 
dove 
ŝ=3 (00, —œ)=Texp{—i | Po (1) de}. (12,13) 
- 0% 

I calcoli per t, < t, si differenziano da quelli eseguiti soltanto 
per le notazioni, e il risultato finale (12,12-13) è valido qualunque 
siano £,, to. 

La trasformazione effettuata è indipendente dallo stato del si- 
stema rispetto al quale la media viene presa in considerazione. Ma 
se si prende la media rispetto allo stato fondamentale (così come nel- 
la (12,12)), la trasformazione può essere estesa ancora di più. Osser- 
viamo a tal fine che l’inclusione o l’esclusione adiabatica dell’in- 
terazione, così come ogni perturbazione adiabatica, non può impli- 
care una transizione con cambiamento dell’energia del sistema quan- 
tistico (vedi III, $ 41). Perciò il sistema che si trovava in uno stato 
non degenere (tale è lo stato fondamentale) resta in questo stesso 
stato. In altre parole, l’azione dell’operatore $ sulla funzione d’onda 
® = ©, (— œ) si deve ridurre alla moltiplicazione per un fattore. 
di fase (inessenziale per lo stato), ossia per la media di $ nello stato 
fondamentale: S = (S) ©. Allo stesso modo, D*$-1= (S)-1©*. 

In tal modo otteniamo infine la seguente formula per la funzione 
di Green espressa mediante gli operatori nella rappresentazione 
dell’interazione 1): 


iGag (Xi X) = (T [Poa (X1) Pin (Xa) SI). (12,14) 


In accordo con il significato stesso di questa rappresentazione, 
la media nella (12,14) si prende rispetto allo stato fondamentale del 


sistema di particelle libere. Infatti, le proprietà degli operatori L'A 


coincidono con le proprietà degli operatori di Heisenberg Y in as- 
senza di interazioni, e Ja funzione d'onda di Heisenberg © è indipen- 
dente dal tempo e, quindi, coincide con il proprio valore per 
t = — co, quando l'interazione non esiste. Pertanto, in particolare 


(Tra (X1) Fös (X3)) = 163 (X1, Xa) (12,45) 
è la funzione di Green di un sistema di particelle non interagenti. 


1) Notiamo una certa convenzionalità delle notazioni nella (12,14): anche 
se il simbolo T vi figura due volte (in forma esplicita e nella definizione di S), 
in realtà tutti i fattori nel prodotto devono essere disposti in un'unica succes- 
sione cronologica. 
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$ 13. Tecnica dei diagrammi per il sistema 
di Fermi 


Il senso di espressioni simboliche del tipo (12,14) è che esse 
danno la possibilità di scrivere facilmente i termini successivi degli 


sviluppi in potenze di D. Così, 
(TPoa (X) Pi (X) $) = 


= Chi f di) f dtn (T Foa (X) X 
n=0 = 00 =; 


x Pia (X) Po (ta) <.. Volta) (43,1) 


e l'espressione per ($) differisce da quella scritta soltanto per l'as- 
senza dei fattori Ya Yig sotto il segno del prodotto T. Come è stato 
già detto, l’operatore V, (t) nella rappresentazione dell'interazione 


si ottiene dalla (7,7) sostituendo tutti gli Y con Y,. Il calcolo dei 
termini successivi dello sviluppo (13,1) si riduce, quindi, al calcolo 
delle medie, rispetto allo stato fondamentale, del prodotto T di un 
numero diverso di operatori p di particelle libere. 

Questi calcoli diventano, in misura notevole, automatici median- 
te le regole della tecnica dei diagrammi, le quali, però, dipendono 
essenzialmente dalla natura del sistema fisico in esame. La tecnica, 
che sarà data in questo paragrafo, si riferisce a sistemi di Fermi non 
superfluidi in cui l’interazione fra le particelle è supposta a coppie 
e non dipendente dagli spin. L'operatore di interazione corrisponden- 
te è 


ES 1. A ps ana hd 
Palt) =- | Pi (t, ra) Pio (t, ra) U (r1 — ra) Poo x 


X (t, r2) Poy (t, ri) dx, dtas (13,2) 


dove U (r, — r) è l'energia di interazione fra due particelle (omet- 
tiamo gli indici (2) di V e di U). 

La media dei prodotti di operatori p viene calcolata mediante il 
teorema di Wick che è così formulato 1): 

la media del prodotto di un qualunque numero (pari) di operatori 


Y e P+ è uguale alla somma dei prodotti di tutte le medie (convoluzio- 
ni) a due a due possibili di questi operatori. Gli operatori di ogni 
coppia sono disposti nello stesso ordine che nel prodotto iniziale. 
Il segno di ciascun termine della somma è determinato dal fattore 
(—-1)P, dove P è il numero di permutazioni di operatori da eseguire 
per mettere in fila tutti gli operatori di cui si fa la media. 


1) Per non interrompere l'esposizione del materiale, rimandiamo la dimo- 
strazione di questo teorema alla fine del paragrafo. 
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Sono diverse da zero soltanto le convoluzioni in cui entra un 
operatore Y e un operatore Y*: tutte le particelle nell'elemento 
matriciale diagonale, che vengono annichilate dall'operatore Y, 
devono essere nuovamente generate dall’operatore Ý+. Perciò è 
chiaro che la media del prodotto di più operatori può essere diversa 
da zero solo se contiene un numero uguale di operatori Y e Y*. 

Applicato alla media del prodotto T il teorema di Wick permette 
di esprimerla in funzione delle medie di coppie di prodotti T, ossia, 
in accordo con la (12,15), mediante le funzioni di Green delle parti- 
celle libere. Effettuiamo questa operazione per la correzione del 
_ primo ordine nella funzione di Green del sistema di particelle inter- 
agenti. 

Notiamo preliminarmente che lo sviluppo dell’espressione a 
numeratore della formula (12,14) in base al teorema di Wick im- 
plica la comparsa di termini della forma 


(Toa (X1) Vis (Xa)) ($) = iG (Xis Xa) (8), (13,3) 


in cui una coppia di operatori p « esterni » (rispetto a S) forma una 
convoluzione; quanto all'espressione (S), essa contiene (in ogni 
termine del suo sviluppo) soltanto convoluzioni di operatori « inter- 
ni » tra loro. Il fattore (S) si semplifica completamente con il de- 
nominatore nella (12,14) e, di conseguenza, tutti questi termini dan- 
no semplicemente una funzione di Green « imperturbata » iG%h. 

Se conserviamo i due primi termini dello sviluppo nella (13,1), 
dopo aver sostituito la (13,2) e cambiato la notazione delle variabi- 
li, allora otteniamo 


iGag (Xi, Xa) œ iGR + iG, 
dove se 


(GR = — 5 CT Pra (X1) Pig (X2) X 
x f dt f dix, Bri, (t, T3) Fi (t, r) U (rara) x 


xX Fos (t, r4) Wa (t, r3)). 


Per rendere più compatta la scrittura delle formule, introducia- 
mo la notazione 


U (X, — Xa) =U (r,—r) ô (t,— tg). (13,4) 
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Allora t) 


iG = + | TEO o) VadX de, 


dove d'‘X = dt d'z. 

Per trovare la media in base al teorema di Wick, scriviamo se- 
paratamente gli operatori e indichiamo tutte le varianti necessarie 
di convoluzioni: 


ZI 
(FF FIFE, Ya) = PFFF, Ya + 
No” 
he pre E Pe 
PPFP E + PEPPY, Y+ 
Sen Su Se” 
n 
EARRA 
Y-__m 
fx) 
In accordo con quanto detto sopra, abbiamo omesso i termini con- 
tenenti la convoluzione Y,Y}. Gli operatori che formano una con- 
voluzione a due a due (congiunti con archi) si devono mettere l’uno 
‘vicino all’altro. Così, il primo operatore nella relazione suindicata 
‘corrisponde al prodotto 
(TETI) TIT) TTT, ) 
e l’ultimo 
— (TUT) (TIE) EL). 


Le convoluzioni di prodotti di operatori p di diversi argomenti ven- 
gono sostituite nel seguente modo: 


EFi = TÊ,’ = 1613, FIY, = — iCla ece. 


Quanto alle convoluzioni di operatori p di argomenti identici, esse 
| rappresentano la densità spaziale del numero di particelle in un gas 


1) Qui e più avanti, per rendere più semplice la scrittura di espressioni 
‘ particolarmente complesse, conveniamo di omettere l'indice di Y, e di indicare 
con gli indici numerici 1, 2, ... l'insieme di valori dell'argomento X e del- 
l'indice di spin: 
Pet) Lat). 
Gis = Gag (X1, Xo), Ux,g=U(X1— Xp). 
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perfetto (indichiamola con nr‘), intesa come funzione del potenziale 
chimico 1): 
(t) = n0 (p) R d 00. | (13,5) 


In? 


Otteniamo così 
A 1 
iG =- | PX dX Un [CERGY — 
— GOGLEN + inOGYGP + inOGVG:Y]. 


32 
Questi quattro termini sono uguali a due a due, ossia si differenziano 
soltanto per la designazione delle variabili di integrazione X3 e X,- 
Come risultato, il fattore 1/2 scompare e, in tal modo, la correzione 
del primo ordine nella funzione di Green contiene in tutto due termini, 
e cioè 
iG = f Uz, lin OGG — GIG Gig] d'X3 d'X,. (13,6) 
È comodo rappresentare graficamente la struttura di questi ter- 
mini, mediante i seguenti diagrammi di Feynman: 


cl delie (13,7) 
1 42 1 342 


La linea continua 4 < 2 in questi diagrammi esprime la convolu- 


zione Pt: (cioè la funzione iGj9 ); le cifre indicano i numeri delle 
variabili X, e X, dalle quali dipendono gli operatori che formano la 


convoluzione, mentre le frecce corrispondono alla direzione da ¥+ 


a Y nella convoluzione. La convoluzione ‘Y*Y di due operatori di- 
pendenti da variabili identiche (cioè la densità n‘®) è rappresentata 
da un cappio, cioè dalla curva continua « chiusa su se stessa ». La 
curva tratteggiata 3 - - - - - 4 esprime il fattore U,,. Con tutte le 
variabili indicate nei punti interni del diagramma (punti di inter- 
sezione delle linee) è sottintesa l'integrazione. Le variabili (X, e 
X.) indicate nei « punti estremi » del diagramma restano libere. 

I termini del primo ordine provenienti dalla (13,3) dovrebbero 
essere rappresentati da diagrammi che si dividono in due parti se- 
parate: un segmento di retta (iG%g) e un cappio formato da curve 


1) Queste convoluzioni si ottengono sempre dagli operatori y appartenenti 
a un medesimo operatore di interazione V. Pertanto in questi termini Y* si 
trova sempre a sinistra di Y. 


z 
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chiuse continue, ad esempio. 


Pensando al metodo di convoluzione degli operatori e alla struttura 
dei diagrammi corrispondenti, si può capire l’origine della regola 
generale: in tutti gli ordini della teoria delle perturbazioni il ruolo 
del fattore (S)-! nella (12,14) riconduce a tener conto soltanto dei 
diagrammi « connessi » aventi due estremi esterni, non contenenti 
due cappi « disgiunti » senza estremi esterni, non legati ad altre 
parti del diagramma né da linee continue né da linee tratteggiate 
(vedi la situazione analoga in elettrodinamica quantistica; IV, 
$ 100). 

La regola generale si manifesta nella riduzione del coefficiente 
4/2 nella (13,6): non occorre tener conto (nei termini dell’n-esimo 
ordine) del fattore 1/n! discendente dallo sviluppo (13,1) e del fat- 
tore 27” proveniente dai coefficienti 1/2 nella (13,2). Infatti, i dia- 
grammi dell’r-esimo ordine contengono fino a n linee tratteggiate 
Ù----- k. Il fattore 1/n! si semplifica per la riduzione dei ter- 
mini che differiscono per permutazioni delle coppie di numeri i, k 
fra tutte le n linee tratteggiate. Il fattore 2-”, invece, si riduce in 
seguito alle permutazioni dei numeri į, k fra gli estremi di ciascuna 
di queste linee. 

Formuleremo le regole definitive di tecnica dei diagrammi per 
calcolare ie funzioni di Green non nella rappresentazione delle coor- 
dinate, bensì in quella degli impulsi, la più importante per le ap- 
plicazioni fisiche. 

Il passaggio alla rappresentazione degli impulsi si ottiene median- 
te lo sviluppo di Fourier (7,21-22), che scriviamo ora nella forma 
« quadridimensionale » *) 


G(X)= i G (P) e-iPx LP 


Pra ’ G (P) = | G (X) PE q4X, (13,8) 


dove il « quadrimpulso » P = (0, p) e PX = œt — pr. Analoga- 
mente sviluppiamo anche il potenziale di interazione 


U (X)=8(0)U (e) = | U (Q) eor LO, (13,9) 


dove Q = (qo, q); in questo caso U (Q) coincide con la componente 
dello sviluppo tridimensionale 


1) Per rendere più comoda l'esposizione del materiale e le notazioni, noi 
ricorriamo alla terminologia quadridimensionale. Ma sottolineiamo ancora una 
volta che essa qui non ha niente a che fare con l’invarianza relativistica! 
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UQ =U Q= { U (r) e-tardix. (13,10) 


Essendo la funzione U (r) pari, è evidente che U(— q) = U (q). 
Eseguiamo questo sviluppo per la correzione del primo ordine 
GY = Geg (X, — Xp). A tale scopo moltiplichiamo l'uguaglianza 
(13,6) per exp [iP (X, — X.)] e integriamola in dt (X; — X,). 
Per il primo termine scriviamo 
giP(X1-X2) — eiP(X1-X3)ciP(X3-X2) 


‘ e, cambiando le variabili di integrazione, otteniamo 
| int È GR (X, — X) APA1-19d* (X, — X,) x 
x È ER (Xa — Xa) iris (X, — X3) | U (Xa — X1) dt (Xa — Xi). 
I primi due integrali danno G% (P) G% (P) e il terzo vale U (0) = 
= f U (r) d3x, ossia il valore di U (q) per q=0. 
"Analogamente, per il secondo termine scriviamo 
eiP(X1-X2) — giP(X1-X3)giP(X3-Xa)giP(Xa-X2) 
e dopo aver integrato in X, — X3, X3— Xx, X, — X, otteniamo 
— CR (P) | GR (X) U (X) eiPTAtX -GR (P) 
L'integrale rimanente viene espresso mediante le componenti di 


Fourier delle funzioni GW e U in base alla formula per le componenti 
di Fourier del prodotto di due funzioni 1) 
dP, 


(10) E(X) APX = | F (P) g (PP). (13,11) 
Quindi, per la correzione del primo ordine alla funzione di Green 
nella rappresentazione degli impulsi troviamo infine 
iGag (P) = in®U (0) Gay (P) GR (P) — 


— {68 (P) GR (P) GR (P)U (P— P) r> (13,12) 


Cnt 
1) Per dimostrare questa formula, occorre sostituire al suo primo membro 
le funzioni stesse f (X) e g (X) sotto forma di sviluppi di Fourier 
{ f (X) g (X) e!P% dix = f f (P1) g (Pa) èP -P1 -PDX gay e 
L'integrazione in dX va eseguita secondo la formula 
f eiPX qX = (27)4 8 (P), 


` dove la funzione ô « quadridimensionale » ô(4) è definita come prodotto di fun- 
zioni ô delle componenti di un « quadrivettore ». In questo caso compare ił 
fattore 8(4) (P — P, — P.) che va eliminato integrando in d4P,, e si arriva 
così al secondo membro della (13,11). 
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A ciascuno dei due termini nella (13,12) corrisponde un diagram- 
ana di Feynman, e l’espressione. (13,12) si scrive nella forma 


. nl 
Gag(0)= | È Roi (13,13) 
a) å) 


I punti di intersezione delle linee sono detti vertici del diagramma. 
Ciascun diagramma ha 2n vertici, dove n è l’ordine della teoria delle 
perturbazioni. A ciascun vertice convergono due linee continue e una 
tratteggiata. A ciascuna linea continua è attribuito un proprio 
« quadrimpulso » P nella direzione indicata da una freccia (fra l'al- 
tro, lungo ogni successione continua di linee continue la direzione 
delle frecce non cambia). A ciascuna linea tratteggiata è attribuito 
un quadrimpulso Q, e per queste linee viene indicata convenzional- 
mente una (qualsiasi) direzione della freccia 1). Ai vertici del dia- 
gramma si verifica la « legge di conservazione del quadrimpulso »: 
la somma dei quadrimpulsi delle linee entranti è uguale alla somma 
dei quadrimpulsi delle linee uscenti dai vertici. Al vertice è attri- 
buito anche un certo indice di spin œ. Ogni diagramma ha due linee 
«esterne (entrante ed uscente) il cui quadrimpulso è l'argomento della 
funzione di Green cercata Gag (P); gli indici di spina e fi di questa fun- 
zione vanno attribuiti ugualmente alle linee esterne uscente ed en 
trante. Le altre linee del diagramma si dicono interne. ' 

La scrittura analitica dei termini corrispondenti a ciascun dia- 
gramma va effettuata in base alle regole seguenti: 

1) a ciascuna linea continua fra i vertici a e B corrisponde il 
fattore iG& (P), a ciascuna linea tratteggiata il fattore —iU (Q). 
Al cappio chiuso con un vertice corrisponde il fattore n® (u). 

2) In ogni vertice si verifica la legge di conservazione del qua- 
«drimpulso. Rispetto agli altri quadrimpulsi delle linee interne, che 
restano indeterminati, l'integrazione si effettua in dtP/ (2n). In 
‘ogni vertice la sommatoria si fa rispetto a una coppia di indici di 
spin muti, ossia a uno di ciascuno dei fattori G‘® vicini. 

3) Il fattore comune, con il quale il diagramma entra in iGug, 
è uguale a (—1), dove L è il numero di cappi chiusi di linee continue 
aventi più di un-vertice. 


1) In generale, le componenti « temporali » Q = (go; q) dei quadrivettori 
sono diverse da zero, ma la funzione U (Q), in base alla definizione (13,10), 
è indipendente da gg. La convenzionalità della direzione della linea tratteggiata 
è dovuta alla parità della funzione U.(—Q) = U (Q). 
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L'origine dell'ultima regola è la seguente. Il cappio chiuso a 
k = 1 vertici proviene dalla convoluzione di operatori + della forma 


n E 
PIFF YF, ... PFa 
De SI EEEE R > cl 


Qui tutte le convoluzioni valgono iG9, ..., iG1,x e l’ultima è- 


uguale a —iG}?. Per quanto riguarda i cappi a un solo vertice, il 
loro segno corretto è già determinato da r‘® introdotto in base alla 
regola 1. 

A titolo di esempio diamo l'insieme dei diagrammi che definisco- 
no la correzione del secondo ordine alla funzione di Green 


SL 


PETTO - 
1 ‘N Va N 
1 STAN N 


á) b) 
Boa a 9 
a Ssa /. h 
Q (13,14) 
0 (A 
f) 9 h) 
i 0 
PN 22% | 
CR i) 1) 


Infine, torniamo al teorema di Wick e ne diamo la dimostrazione 
in applicazione a un «limite macroscopico » (cioè per V + œ 0, 
che è lo stesso per una data densità del sistema, per N —> co) che è 
l’unico ad avere importanza in applicazioni statistiche. 

Consideriamo, ad esempio, la media del prodotto di quattro 
operatori w della forma 


Ù è& g+ bt 1. PANE DSS 
(Por Por Pos Yo) = 5 (Ap, 0py053954) CXP (...) (13,15) 
Pi.. -Pa 
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(qui gli operatori p sono rappresentati nella forma (9,3); gli esponen- 
ti evidenti ma complessi delle funzioni esponenziali vanno omessi). 
In questa somma sono diversi da zero soltanto i termini contenenti 


un medesimo numero di operatori ap e 4} ad impulsi di valore iden- 
tico. Fra questi termini ci sono quelli in cui gli impulsi sono uguali 
a due a due, per esempio, p, = p, € Pa = ps. Questi termini corri- 
spondono alla convoluzione a due a due 


Coppa PA 
Por Por Pos Vos 


e sono espressi da una somma della forma 


1 n SE SIA 
yr >» (apap) (Qpg@p2) EXP (» +0) 


PiP2 


Nel limite V -> œo, la sommatoria estesa a p, e p, viene sostituita 
dall’integrazione in V?d*p,d*p»/ (27)f, il volume V si riduce e questa 
espressione resta finita. Nella somma (13,15) i termini in p, = P = 
= ps = p, sono anch'essi diversi da zero; essi costituiscono una som- 
ma della forma 


1 nonna? 
va DI Capapazaz) exp (+o +); 
Pp 


ma passando all'integrazione in questa somma, resta un fattore 
1/V e, nel limite V + co, l’espressione si annulla. 

È chiaro che questo risultato ha carattere generale: nel limite 
V + œ, non si annullano nella media del prodotto degli operatori p 
soltanto i risultati delle convoluzioni a due a due. 

Notiamo che nella dimostrazione descritta non abbiamo utiliz- 
zato in realtà il fatto che la media si prende proprio rispetto allo 
stato fondamentale; perciò questa dimostrazione resta valida anche 
per 1 media rispetto a qualsiasi stato quantistico del siste- 
ma 1). 


1) Ma se la media è presa rispetto allo stato fondamentale, il teorema di 
Wick sussiste non soltanto nel limite macroscopico. La dimostrazione corri- 
spondente del teorema in statistica coincide con la sua dimostrazione in elettro- 
inamica quantistica (IV, $ 78). L’unica distinzione fra questi casi è che gli 
stati fondamentali sono diversi: nel vuoto le particelle non esistono, e in un 
gas perfetto esse riempiono la sfera di Fermi di raggio pp. Per gli operatori 
ab, ap di creazione e di annichilazione di particelle con p > pp questa distin- 
zione è, in generale, inessenziale e la dimostrazione si estende letteralmente. 
Quanto agli operatori con p < pp, occorre preliminarmente cambiare la nota- 
zione ap = dp» ap = bp, cioè passare dalle particelle alle buche che, nello 
stato fondamentale, non esistono all’interno della sfera di Fermi. 
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§ 14. Autofunzione energetica 


Le regole di tecnica dei diagrammi formulate al paragrafo pre- 
cedente godono di una proprietà importante: il coefficiente generale 
nel diagramma è indipendente dal suo ordine. In virtù di questa 
proprietà ogni « figura » del diagramma ha un certo significato ana- 
litico a prescindere dal diagramma cui appartiene, cosicché la si può 
calcolare indipendentemente, in anticipo. Per di più, si può calcola- 
re dapprima la somma di alcune figure aventi un certo numero di 
estremi, e dopo inserire questo « blocco » in diagrammi più complessi. 

uno dei vantaggi più importanti fornito dalla tecnica dei dia- 
grammi. 

Fra questi « blocchi », aventi anche un significato essenziale 
a sé stante, indichiamo la cosiddetta autofunzione energetica 1). 
Per giungere a questa nozione, consideriamo tutti i diagrammi per 
la funzione di Green, che non si possono dividere in due parti e che 
sono congiunti da una sola linea continua. A questi ultimi si rife- 
riscono, ad esempio, i due diagrammi del primo ordine della teoria 
delle perturbazioni (13,13) e i diagrammi (13,14a-f) del secondo ordi- 
ne. La costruzione di tutti questi diagrammi è identica: un fattore 
iGS a ogni estremo e una certa parte interna (funzione di P), detta 
autofunzione energetica. La somma di tutte queste parti possibili 
viene detta autofunzione energetica esatta o completa, oppure ope- 
ratore di massa; indichiamola con —iZag (P). 

Tutti i diagrammi del tipo autoenergetico danno un contributo 
alla funzione di Green, che vale 


iGS (P) [—iZpy (P) iGR (P) = iG® (P) Z (P) GO (P) das, . 
i 14,4) 
dove, accanto a Gg = G8,5, si è scritto anche 
Zap (P) = Bag 2 (P). (14,2) 


Quanto alla funzione di Green completa (rappresentata graficamente 
da una linea continua in grassetto), essa è data dalla somma della 
serie infinita 


= +C0C +00 +. (14,3) 


dove i cerchietti esprimono le autofunzioni energetiche esatte 
(—i£ag). Ciascun termine di questa serie (a cominciare dal terzo) 
rappresenta un insieme di diagrammi che si possono tagliare in due, 
tre ecc. parti congiunte da una sola linea continua. 


1) Vedi la definizione analoga in elettrodinamica quantistica, dove questa 
funzione è stata detta autofunzione energetica compatta (IV, $8 100, 102). 
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Se da tutti i termini della serie (14,3), a cominciare dal secondo, 
noi « togliamo » un cerchietto con la linea ad esso associata da destra, 
la serie rimanente coinciderà con la serie completa. Ciò vuol dire 
che 


A = «+ te (14,4) 


In forma analitica questa uguaglianza si scrive come segue: 


G = GO + GEGO (14,5) 
ossia, dividendo per G® G: 


1 1 
o oT 2 (P). (14,6) 

Notiamo che il segno della parte immaginaria X coincide con ił 
segno di Im G e, in accordo con la (8,14), abbiamo 


sign Im È (©, p)= — sign o. (14,7) 


Questo risultato discende dalla (14,6) tenendo conto che il segno di 
Im G- è opposto a quello di Im G, e secondo la (9,7) Im G®-1 = 0. 

Quindi il calcolo di G si riduce al calcolo di È, che richiede di 
considerare un numero minore di diagrammi. Questo numero diven- 
ta ancora più piccolo in quanto, sommando i diagrammi restanti, 
si ottiene un’espressione molto semplice. 

E precisamente, da tutto l'insieme di diagrammi che definiscono 
Z (per interazione a coppie fra le particelle) ricaviamo quelli che 
rappresentano varie « diramazioni » collegate alle linee estreme me- 
diante una linea tratteggiata; indichiamone la somma con Za. 
Tutti questi diagrammi sono contenuti in un solo diagramma schele- 


tro della forma 1) 
Q (14,8) 


inj = ae 


1) Come nella teoria quantistica del campo si chiamano a scheletro i dia- 
grammi formati da linee in grassetto e blocchi; ognifdiagramma di questo genere 
è equivalente all’insieme di un numero infinito di diagrammi ordinari dei 
diversi ordini. ; 
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La parte restante di X la indichiamo con ©. Così, fra i diagrammi 
del primo. e del secondo ordine alla prima categoria si riferiscono Ë 
seguenti: 


(iz) BOE pae 
x ara 
>g (14,10) 
+ A 
uo 
d) 8) 


Al cappio in grassetto nel diagramma (14,8) corrisponde la den- 
sità esatta n (u) del sistema (così come al cappio sottile del diagram- 
ma:(13,13a) corrisponde la densità r‘® (u) di un gas perfetto). Per- 
tanto dalla definizione (14,8) deriva che 


—iZ,= — in (p) U (0) (44,14) 


Quindi, 
Z = n (p) U (0) + Zo, (14,12) 


in modo che soltanto i diagrammi appartenenti a X, richiedono un: 
calcolo particolare. 

La legge di dispersione delle quasi-particelle è data dall’equazio- 
ne (8,16). Esprimendovi G mediante X in base alla (14,6) e ricavando 
G® dalla (9,7), otteniamo la stessa equazione nella forma 

1 2 
Go en po © (m) = (eh, p). (14,13) 
Per p = pp l'energia della quasi-particella coincide con p sulla 
frontiera della sfera di Fermi. Di qui si vede che 


p—£(0, p) =. (14,14) 


2m 
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Come risultato l'equazione della legge di dispersione (per valori 
di p vicini a pr) diventa 
e(p,—u=-E (p—pr)+Z(e—u, pr) 2 (0, pe). (14,15) 


m 


Sottolineiamo che qui pp è il valore esatto dell'impulso limite per 
il sistema di particelle interagenti. Esso è legato mediante la rela- 
zione p5/3n° = n alla densità esatta n (u) e non a quella approssi- 
mata r‘° come nella formula (13,5). 


$ 15. Funzione di Green a due componenti 


Giungeremo ad altri concetti importanti della tecnica dei dia- 
grammi dopo aver considerato la media rispetto allo stato fonda- 
mentale del prodotto T di quattro operatori p di Heisenberg !): 


Kaa = (TPU). (15,1) 


Questa funzione è detta funzione di Green a due componenti (a diffe- 
renza della funzione di Green (7,9) a una sola componente). 

Per applicare la teoria delle perturbazioni e costruire la tecnica 
dei diagrammi, occorre passare di nuovo agli operatori y nella rap- 
presentazione dell’interazione. Così come nel caso della funzione G, 


ciò implicherà la comparsa del fattore S sotto il segno di prodotto T: 
1 Ù y p- f+ â 
Ky = w (T Yos Yo, Yor Po2S). (15,2) 


Nell’approssimazione nulla (cioè per S = 1) questa espressione si 
scinde nella somma dei prodotti di due convoluzioni che vengono 
espresse mediante le funzioni G°®: 
Ki 12= GIGI? — GRIGIO. (15,3) 
Per discutere le proprietà della funzione di Green a due compo- 
nenti così definita, ricorreremo alla rappresentazione degli impulsi. 
Per un sistema omogeneo la funzione Xg,,13 dipende in effetti 
soltanto da tre differenze indipendenti fra gli argomenti, per esempio 
da X; — X, X, — Xa, Xı — Xa. Nella rappresentazione degli 
impulsi questa proprietà viene espressa dal fatto che la componente 
dello sviluppo di Fourier in tutte le variabili X,, ..., X, con- 
tiene la funzione ô: 


| Kos mexp {i (P3X3+ PiX PX — P,X)} dX, ... GX, = 
= (27)t è (P+ P, — Pi — Po) Kys, ap (Pa, Pa; Pis Pa). (15,4) 
1) Ricorriamo di nuovo a notazioni semplificate in cui gli indici 1, 2, ,.. 


esprimono l'insieme delle coordinate e dell’indice di spin: Xœ, X.f, ... 
{cîr. la nota alla pag. 70). Nella scrittura completa abbiamo Aa 


K314, 12 = Kyon aß (Xss Xa; Xis Xa) 
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È facile convincersene osservando che 


PX, + PX — PiX{— PX: = P; (Xs — Xa) + Pa (Xi — Xa) — 
— P, (Xı — Xa) — Xa (P1 + Pa — Pa — Po), 


Notiamo a proposito che la formula della trasformata di Fourier 
inversa si può scrivere come segue: 


e passando all'integrazione in X — X, X, — Xa, Xi — Xa, Xo 


Ko, = | Kos, ag (Po Pa Pu Pi +P, —P,) X 


x exp {— i [Ps (Xa— X?) + Ps (Xa — Xa) — Pa (X1— Xa)]} X 
: dP d4Pgz dP 
gg (15,5) 


Conveniamo di chiamare la funzione Xy3,ag (Pa, Pa; Pis P.) 
così definita funzione di Green a due componenti nella rappresenta- 
zione degli impulsi; i suoi argomenti sono legati dall’uguaglianza 


P, + Pa = Pa + P} 


 Nell’approssimazione nulla questa funzione (in accordo con la 
(15,3)) diventa 


Kw, ag (Pz, Pi P;, Pa) = (2) [8 (P, — Ps) va (P,) GS (Pa) — 
— 8H (P—.P.) GY (Po). Géa (P.)l, (15,6) 


vale a dire che K-si-riduce-alla somma di due prodotti di funzioni 
di Green a una sola coliponente. 

Nelle approssimazioni successive della teoria delle perturbazioni 
compaiono dei termini che si riducono all'introduzione di correzioni 
a queste funzioni. a una sola componente. Accanto a questi termini, 
compaiono anche dei termini che non si riducono a prodotti di fun- 
zioni G. È esattamente questa parte della funzione di Green a due 
componenti a presentare un interesse a sé stante. Per isolarla, rap- 
presentiamo X nella forma 


Kasasaras (Ps, Pi; Pi, Pa) E (27)* [89 (Pi = 
— Pa) Gasa (Pi) Gaas (Ps) — so (Pi — Pi) Gaza, X 
x (Pa) Garas (P.)l + Gosb: (Ps) Gaba (P.) ANITRTICA x 
X (Pa, Pa; Pi, Pa) Goras (P1) Ghia, (Pa). (15,7) 


La funzione di Green T così definita è detta funzione di vertice. 
In accordo con la definizione (15,4), la funzione di Green a due 
componenti nella rappresentazione spazio-temporale è antisimme- 
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trica rispetto alle permutazioni degli argomenti (insieme con gli 
indici di spin) della prima e della seconda coppia: 1 e 2 o 3 e 4. Ne 

. deriva una proprietà di simmetria analoga per la funzione di Green 
e la funzione di vertice nella rappresentazione degli impulsi: 


Passas (Pa, P,; P, P) = — Toyrag (Pas Ps; P,, P) = , 
ata Tisspa (Ps, Pa Py, Pi). (15,8) 


Il significato di individuazione dei quattro fattori G nella defi- 
nîzione di I (l’ultimo termine nella (15,7)) diventa chiaro esaminan- 
do la natura dei diagrammi che compaiono allorché si sviluppa 
l'espressione (15,2) per la funzione di Green a due componenti. I 
ragionamenti che seguono suppongono di nuovo l’interazione a due a 
due fra le particelle. 

Nell’approssimazione nulla alla funzione X si mettono in corri- 
spondenza i diagrammi 


P3=P, P,=P, 
< <— 


<— <— 
P,= P, P3= Pa 


corrispondenti ai due termini nella (15,6). Nel primo ordine della 
teoria delle perturbazioni compaiono diagrammi dei tipi 1) 


———__ | all 
re tere 
I S 


che. rappresentano correzioni a ciascuno dei fattori separati nella 
(15,6). Oltre a questi diagrammi, compaiono tuttavia anche quelli 
che non si dividono in due parti separate: 


P, P 
n IO E 
wA = i 40 I (15,9) 
- Be, ge ; 
9, P, 


1) Come nel caso della funzione di Green a una sola componente, il fattore 


(3 )-1 nella definizione (15,2) implica la scomparsa dei diagrammi contenenti 
cappi disgiunti chiusi di linee continue. 
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Le quattro frecce P}, ..., P, corrispondono ai quattro fattori G- 
nell'ultimo termine della (15,7), mentre la parte «interna » dei 
diagrammi definisce (nel primo ordine) la funzione di vertice, ossia 
il cerchietto a primo membro dell’uguaglianza dei diagrammi (15,9). 
Sviluppando questi diagrammi sotto forma analitica, otteniamo 


TW.ap (Pas Pa; Pi, Pa) = — Ôa yôgaU (P1 — Pa) + 
+ 8a06p,U (P, — Pi). 


I diagrammi di ordine superiore contengono correzioni di tre ca- - 
tegorie: 1) correzioni a due linee continue non congiunte; 2) eorre- - 
zioni di tipo autoenergetico alle linee terminali dei diagrammi. 
(15,9); 3) correzioni formanti una figura che sostituisce la linea trat- 
teggiata nei diagrammi (15,9); la somma di tutte queste figure pos- 
sibili fornisce la funzione di vertice esatta il. Nella rappresentazione 
grafica della funzione di Green a due componenti mediante la somma 
di diagrammi scheletro 


È , 
Tal P,=P, 
vi + (15,10) 
tizi 
43 Pa B= 
$ 2 


le linee in grassetto esprimono le funzioni G esatte, mentre il eer- 
chietto indica convenzionalmente la funzione di vertice. 

Il calcolo della funzione di vertice nei diversi ordini della teoria 
delle perturbazioni deve essere eseguito in accordo con le regole di 
tecnica dei diagrammi, formulate al $ 13; inoltre si devono conside- 
rare diagrammi a quattro estremi esterni (e non a due come per il 
calcolo di G). La regola 3) che fissa il segno generale del diagramma: 
deve essere completata dal suggerimento seguente: se le successioni 
continue di linee continue collegano gli estremi 1 con 4 e 2 con 3. 
(anziché 1 con 3 e 2 con 4), allora il diagramma inverte il segno. 

A titolo di esempio rappresentiamo tutti i diagrammi che defi- 
niscono la funzione di vertice nel secondo ordine della teoria delle 
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perturbazioni: 
P; P, N” 7 
= 1n E F 
B. en =" 
2. tg 40 gg Sè (15,11) 


L’autofunzione energetica X e la funzione di vertice T non sono 
indipendenti in quanto legate l'una all’altra da un'equazione inte- 
grale (detta equazione di Dyson) 1). 

Per dedurre questa equazione, ricorriamo alla (9,5) che, come 
è stato già detto, resta valida anche se si tiene conto dell’intera- 
zione fra le particelle. Tuttavia, la differenza della deduzione ese- 
guita al $ 9 è che ora l'operatore y soddisfa l'equazione (7,8). Omet- 
tendo in quest’ultima il termine con un campo esterno e sostituendo 
da essa la derivata 0‘Y/dt, nella (9,5), otteniamo 


E A a 
(3 +31 +1) Cap (Xi—- Xa) — dagdl® (X,-X)= 
=_i [TW (X)U(X-X3) Ëy (X3) DX Êa (X1) Vi (X= 


= —i | Kya, 16 (Xa Xg Xo X) Uss dXXa (15,42) 


Questa uguaglianza risolve, in principio, il problema posto, poiché 
K viene espressa in funzione di F in accordo con la (15,7). Non resta 
altro che passare alla rappresentazione degli impulsi. A tal fine 
moltiplichiamo l’uguaglianza (15,12) per exp [iP (X, — X.) e 
integriamo in d* (X; — X.), rappresentando £3,,3, nella forma 
(15,5) e Ui nella forma (413,9). Allora l'integrazione rispetto alle 


1) Essa è analoga all’equazione di Dyson in elettrodinamica quantistica 


{vedi IV, $ 104). 
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coordinate fornisce una funzione è che va eliminata integrando nei 
quadrimpulsi. Come risultato otteniamo : 


[G0 (P)G (P)—1] as = —i | Kya, y8 (Par Pa; Pat 


dêP, d4P, 


+P,—P, P)U (P— P) a > 


(15,13) 


dove G‘® (P) è proveniente dalla (9,7). i 
Ora resta da esprimere K in funzione di I. Sostituendo la (15,7) 
nella (15,13), otteniamo infine l’equazione di Dyson nella forma 


Sap [G0 (P) — G-!(P))}=dap2 (P) = 


=U (0) n (u) Sap + idag f U(P—P,)G(P,) a 
+ | Pra, ve (Ps, Pai Ps+P.—P, P)G(P)G(P)G(P+P— 
4 — P)U (P Pi) PadPi, (15,14) 


(27)8 


Qui n (u) è la densità esatta del sistema come funzione del suo poten- 
ziale chimico; questo fattore compare per integrazione della funzione 
G in base alla formula (7,24) (in questo caso si tiene conto che la detta 


funzione G è nata per una convoluzione in cui Y+ si trova a sinistra 


di Ŷ). Notiamo che il primo termine a secondo membro dell’equa- 
zione (15,14) è Z, della (14,11). 


$ 16. Legame fra la funzione di vertice 
e l'ampiezza di diffusione delle quasi-particelle 


Il formalismo matematico sviluppato nei paragrafi precedenti 
dà la possibilità di argomentare rigorosamente e di capire più pro- 
fondamente il significato delle relazioni fondamentali della teoria del 
liquido di Fermi elaborata da Landau, le quali sono state introdotte 
nel capitolo I in un modo più o meno intuitivo. A questa questione 
sono dedicati i $$ 16-20 1). : 

Esiste un legame stretto fra la funzione di vertice e l'ampiezza 
di diffusione reciproca delle quasi-particelle. Per una migliore 
comprensione di questo legame, consideriamolo dapprima nei limiti 
del problema quantomeccanico puro della diffusione di due particelle 
nel vuoto. 

In meccanica quantistica i diagrammi « a quattro code », cioè 
quelli con quattro estremi esterni (due d’entrata e due d'uscita), 
corrispondono al processo d'urto fra due particelle; inoltre, se il 


1) Il contenuto dei $$ 16-18 appartiene a Z. D. Landau (1958), e il conte- 
nuto dei $$ 19, 20 a L. D. Landau e L. P. Pitaevskij (1959). i 
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diagramma è espresso analiticamente, ai suoi estremi esterni ven- 
gono messe in corrispondenza le ampiezze delle funzioni d'onda (onde 
piane) delle particelle libere (cfr. IV, $ 103). Vediamo in che modo 
questi diagrammi di vari ordini forniscono effettivamente i termini 
successivi dello sviluppo di Born non relativistico normale dell’ am- 
piezza di diffusione. 

Prima di tutto, nel caso del vuoto, un grande numero di dia- 
grammi in generale si annulla. Lo si può capire più facilmente nella 
rappresentazione delle coordinate osservando che nel vuoto sono 
nulle tutte le convoluzioni della forma (@P+*Y) in cui l'operatore di 
‘annichilazione si trova a destra ed è il primo ad agire sullo stato vuo- 
to, e restano soltanto convoluzioni della forma (Y’Y*). Questa è 
la ragione per cui si annullano tutti i diagrammi con cappi chiusi di 
linee continue: essi contengono sempre la convoluzione della forma 
(¥ +Y}. Per la stessa ragione sono nulle tutte le correzioni alla fun- 
zione di Green, cioè alle linee interne continue dei diagrammi 1). 
Infine, sono nulli i diagrammi a linee tratteggiate intersecantisi; 
così, nel diagramma 


rA 
Sy 
Li 


7, 
cc \ 
2 / 


(qui le cifre 1 e 2 significano gli argomenti t, e t) per t, >t, alla 
linea interna superiore corrisponde la convoluzione (‘YiY,) = 0, 


e se t < t, allora la convoluzione (Y}Y{Y,)= 0 corrisponde alla 
linea inferiore. 

Quindi, per due particelle nel vuoto restano soltanto i seguenti 
diagrammi i quali, come si dice, formano una « serie a scala »: 


LA p 
= Mezze 
4 (16,1) 


A H Bigi I + iii + +(3<>/ 
Ap cile <elele La ) 


1) La scomparsa di tutte le correzioni alla funzione di Green nel vuoto 
esprime semplicemente il fatto che una sola particella non ha nessun oggetto 
con cui potrebbe interagire. Ricordiamo a questo proposito che l’esistenza 
nella teoria relativistica di correzioni nel vuoto alla funzione di Green della 
particella è legata alla possibilità di comparsa negli stati intermedi di coppie 
virtuali di elettroni e di fotoni. 
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Qui alle linee continue interne corrispondono le funzioni di Green 
per il vuoto 


gueto (0, p) do [o— da 0] (16,2) 


(la formula (9,7) con p = 0). Rivolgiamo l’attenzione al fatto che 
(data la mancanza di u a denominatore) il polo di questa funzione 
si trova sempre in un determinato semipiano (inferiore) della va- 
riabile complessa œ. L’annullamento dei suddetti diagrammi si, 
produce, dal punto di vista matematico, perché tutti i poli delle 
espressioni integrande si trovano in un medesimo semipiano; l'an- 
nullamento degli integrali diventa evidente chiudendo il cammino 
di integrazione in un altro semipiano. 

La serie a scala (16,1) si può sommare riducendola a un'equazione 
integrale (vedi più avanti la sommatoria della serie analoga (17,3)). 
Se da prima omettiamo i diagrammi con gli estremi 3 e 4 permutati, 
questa equazione sarà equivalente all’equazione di Schròdinger per 
due particelle, senza tener conto della loro identità, scritta nella 
rappresentazione degli impulsi (vedi III, l'equazione (130,9). Ri- 
spettivamente la funzione di vertice T verrà espressa in funzione del- 
l'ampiezza di diffusione f di due particelle mediante la formula 


4 
Lys, ap (Pas Pa; Pas Pa) =Bavdso > f. (16,3) 


Quanto all'aggiunta dei diagrammi con gli estremi 3 e 4 permutati, 
essa conduce all’antisimmetrizzazione dell’ampiezza, come dovreb- 
be essere per i fermioni. In prima approssimazione della teoria delle 
perturbazioni restano soltanto il primo diagramma (16,1) e il dia- 
gramma a estremi permutati in cui Guoto) in generale non entra. 
Allora per l'ampiezza di diffusione si avrà la formula ordinaria della 
prima approssimazione di Born. I diagrammi successivi, dopo l’in- 
tegrazione nelle frequenze intermedie, forniscono le note espressioni 
per le correzioni all’ampiezza nelle approssimazioni successive di 
Born. 

Nel liquido di Fermi l'interazione fra le particelle collidenti e 
le particelle del mezzo ne implica la sostituzione effettiva con le. 
quasi-particelle. Tutte le correzioni alle linee interne del diagram- 
ma, dovute a questa interazione, sono prese in considerazione auto- 
maticamente dalla definizione della funzione T. Tuttavia, occorre 
anche tener conto delle correzioni alle linee esterne. Nella teoria 
quantistica dei campi si mette in evidenza che, già in virtù delle 
condizioni generali di unitarietà della matrice di diffusione, queste 
correzioni implicano la comparsa dell’ampiezza di diffusione del 
fattore V Z per ogni estremità libera, dove Z è la costante di rinor- 
malizzazione della funzione di Green (vedi IV, $ 107); per i diagram- 
pii a quattro estremi ciò significa la moltiplicazione per Z2. Sebbene 
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la deduzione tratta dalla teoria quantistica dei campi resti valida 
anche per le quasi-particelle nel liquido di Fermi, precisiamo qui 
l’origine di questo fattore mediante ragionamenti più semplici 
(anche se non rigorosi). 

Infatti, la funzione di Green del liquido nell’intorno del suo 
polo (il primo termine nella (10,2)) differisce dalla funzione di Green 


del gas perfetto soltanto per il fattore Z. Sostituendo a V e + gli 


operatori ‘Yquas = Y/ VZ e Wiuas = W+/VZ, allora la funzione 
di Green composta di questi operatori, Gquas = G/Z, sarà identica 
nell’intorno del polo a quella per il gas perfetto. In questo senso i 
suddetti operatori si possono considerare come operatori p del gas 
perfetto di quasi-particelle. La funzione di Green a due componenti 
da essi definita avrà la forma Kquas = K/Z? e, di conseguenza (in 
accordo con la definizione (15,7)), la componente di vertice sarà 
Tquas = TZ?, come dovevasi mostrare. 

Nell’applicazione alle quasi-particelle presenta interesse non 
tanto la sezione della diffusione quanto il numero di urti (in 1 s per 
4 cm? del liquido). Per gli urti con una data variazione degli impulsi 
e delle proiezioni degli spin delle particelle (Pie, P2 > Psy; P.ò) 
questo numero è dato dalla formula 


dW =27 IZT yo, aB (Pas Pa; Pa, P3) |2 ô (es + E;— £1— 823) X 


3p; d3p, d3 l 
X p,p, (1 — Pp.) (1 — np.) ZP Re TPs, (16,4) 


dove p, + ps = Ps + p, e np è la funzione di distribuzione delle 
quasi-particelle. I fattori rp, e rp, esprimono semplicemente il 
fatto che il numero di urti fra le quasi-particelle a dati impulsi ini- 
ziali (a proiezioni di spin) è proporzionale ai numeri di queste quasi- 
particelle per ‘unità di volume. Quanto ai fattori (1 — np) e 
(1 — np,), essi sono legati dal fatto che secondo il principio di Pauli 
l'urto può prodursi soltanto se gli stati finali sono liberi. 


$ 17. Funzione di vertice per piccole 
trasmissioni dell’impulso 


Nella teoria del liquido di Fermi un ruolo importante è svolto 
dalla funzione di vertice per valori vicini delle coppie di variabili 
Pı, P3 e P}, P, (vedremo, in particolare, che essa è strettamente le- 
gata alla funzione di interazione fra le quasi-particelle). Tenendo 
conto del legame 


l P, + Pa = P; + P., 
poniamo Ps = P, + K, P, = P, — K e introduciamo la nota- 
zione semplificata 
Tré,ap (Pa + K, Pa — K; Pi, P3) = Dys,op (K; Pas Pa); (171) 
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considereremo questa funzione per piccoli valori di K. Nei termini 
dei processi di diffusione fra le quasi-particelle ciò significa che sono 
in gioco urti con piccola trasmissione del quadrimpulso, vicini alla 
« diffusione in avanti ». i 

Per K = 0 la funzione T ha, come vedremo, una singolarità; 
ci interesserà proprio quella parte della funzione in cui è compresa 
questa singolarità. L'origine di quest’ultima diventa ben chiara dal- 
l'esame del diagramma scheletro 


Pf, ax BRB 
(17,2 


che comprende in sé quell'insieme di diagrammi della funzione di 
Green a due componenti, che si possono tagliare fra le coppie di 
estremità P,, P, e P., P, in due parti congiunte da due linee conti- 
nue !). Alle linee di congiunzione in grassetto corrispondono le 
funzioni di Green esatte a una sola componente G (Q) e G (Q + K), 
mentre l'integrazione nel diagramma si effettua nel quadrimpulso 
Q. Per K +0 gli argomenti di queste due funzioni si avvicinano e, 
quindi, anche i loro poli si avvicinano. I poli che si avvicinano pos- 
sono « stringere » il cammino di integrazione (vedi più avanti), il 
che genera la comparsa della singolarità nella funzione T. 

Per calcolare la funzione di Green esatta, occorre sommare tutta: 
la serie della teoria delle perturbazioni. Poiché ci siamo proposti 
di individuare la parte che ha la singolarità per K = 0, dobbiamo 
‘prima di tutto separare il contributo da tutti i diagrammi che non 

‘ possono essere tagliati in coppie di linee continue a valori vicini 
(ma differenti su K) del quadrimpulso. Indichiamo con I° questa 
parte della funzione T non avente singolarità per K = 0; in essa si 
può porre K = 0 in modo che Î sarà funzione soltanto delle varia- 
bili P,, Pa, cioè Ty0,ap (P,, P). Quanto ai diagrammi « pericolosi », 
essi possono essere classificati in base al numero di coppie di linee- 
ad argomenti vicini in essi contenute. Pertanto la parte di vertice 
completa di T sarà rappresentata dalla seguente serie «a scala » 
infinita di diagrammi: 


8 A | 
e A IAA us (17,3) 


1 


. 3) Così, nel secondo ordine/della teoria delle perturbazioni (rispetto al- 
l'interazione a due a due) nella (17,2) figurano i diagrammi (415,1fa, b, c) e ik 
diagramma (15,11e) a estremità permutate 3 e 4. i 
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Qui al cerchietto chiaro corrisponde il cercato, mentre i cerchietti 
tratteggiati rappresentano il. Le linee esterne in questi diagrammi 
non fanno parte della definizione di T e servono unicamente per 
indicare numeri e valori dei quadrimpulsi d’entrata e d’uscita. 
Tutte le linee interne dei diagrammi (17,3) sono tracciate in 
‘grassetto; vuol dire che ad esse corrispondono funzioni G esatte. 
Sottolineiamo a questo proposito che la possibilità di rappresentare 
T sotto forma di questi diagrammi scheletro (e quindi tutte le con- 
“seguenze ulteriori tratte da essi) non suppone affatto che l'intera- 
zione fra le particelle sia a coppia, poiché le linee tratteggiate non 
esistono qui in forma esplicita; dalla natura dell’interazione dipende 
effettivamente soltanto la struttura interna (che qui non ci interessa) 
dei blocchi rappresentati dai cerchietti 1). 
Il problema della sommatoria della serie (17,3) si riduce alla 
risoluzione di un'equazione integrale per ottenere la quale « molti- 


plichiamo » tutta la serie per un’altra T, cioè la sostituiamo con la 
“serie i i 


Il confronto con la serie iniziale (17,3) conduce all’uguaglianza 


SI w Bo 8R È n 
S = - (17,4) 


"Questa uguaglianza dei diagrammi scritta in forma analitica dà 
‘l'equazione integrale richiesta i 


Ts, ab (K; Py P) =Ñ, ag (Pis Pa)— 


ni È For, ax (Pis @)G(Q +E) G (Q) Tro, te (K; Q, Pa) ga (17,5) 


In accordo con quanto detto sopra, nelle funzioni T si è posto K = 0; 


si sono utilizzate le notazioni semplificate suindicate per T e Î' e si 
è posto anche Gag = Gôag. 


1) È supposta soltanto una proprietà generale quale la conservazione dal 
numero di particelle. Quest’ultima viene espressa dalla costanza della differenza 
del numero di linee passanti a destra e a sinistra in ogni sezione del diagramma 
{uguale a zero per le sezioni del tipo indicato nella (17,3)). 
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Per esaminare questa equazione, consideriamo soprattutto il 
prodotto G (Q + K) G (Q) che figura nel suo nucleo. Come è stato 
già detto, per piccoli K i poli dei due fattori sono vicini l'uno all’al- 
tro. In prossimità di questi poli le funzioni G vengono rappresentate 
dai termini polari (10,2). Indicando le componenti dei quadrivettori 
K e Q in base a 


K == (0, k), Q == (do, q), (17,6) 
scriviamo in questo dominio 


G(Q)GQ+Kk)x 
æ Z? [do — vr (q — pr) + 16. [gg + © — 
— vr (|q +k |— pr) + iô], l (17,7) 


dove 8, e è, sono due aggiunte infinitesime il cui segno (in prossimità 
dei poli) è determinato in base a 


sign 6, = sign (9 — pr), (17,8) 
sign è, = sign (| q + k | — pr) 


I segni di ô, e è, determinano la posizione dei poli: nei semipiani 
della variabile q, superiore o inferiore. La singolarità nel nucleo del- 
l'equazione integrale (e, quindi, anche nella sua soluzione) deriva. 

“dal fatto che il cammino di integrazione in dg, (asse reale) risulta 
essere stretto fra i poli, per cui questi ultimi devono giacere da parti 
opposte rispetto al cammino, cioè in semipiani diversi. 

Supponiamo dapprima che qk > 0, cioè che cos 6 > 0, dove 8 
è l'angolo fra q e k. Allora |q + k | >q, e è; e è, hanno segno di- 
verso (ô, < 0, ô > 0) se q < pre |q -+k | >pr, il che, essendo 
k piccolo, è equivalente alle condizioni 


pr — k cos-ð <q < pr. (17,9) 


Integrando dopo in dg, nella (17,95), si può chiudere il cammino di 
integrazione con una semicirconferenza indefinitamente lontana 
(dall’alto o dal basso non importa), allora l'integrale sarà definito 
dal residuo dell'espressione integranda nel rispettivo polo. In questo 
caso, essendo stretto l’intervallo (17,9) (per k piccolo), si può porre 
k = 0 nei fattori I e T sotto il segno di integrale e, rispettivamente, 
qo = 0 per la disposizione dei poli (per k, œ piccoli). 

In altre parole, il prodotto dei fattori polari (17,7), dato il suo 
ruolo nel nucleo dell'equazione integrale (17,5), è equivalente alle 
funzioni è 


AS (qo) ô (A— pr) 
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a coefficiente A definito come integrale 
Pes | Z2 da, dq 
[dovr (dpr) + iôi] [90 +0 — vr (lq+ki— pr) + iô] ’ 
Quando q giace all’esterno dell'intervallo (17,9), ambedue i poli 
giacciono in un medesimo semipiano della variabile complessa go; 
chiudendo il cammino di integrazione in dg, con un altro semipiano, 
possiamo convincerci che l’integrale si annulla. Nel dominio (17,9), 
invece, chiudendo il cammino di integrazione attraverso uno dei 
semipiani e calcolando l’integrale in base al residuo nel polo di- 
sposto in questo semipiano, troviamo che 
re f 2riZ? dq 
— J @—vp (lq+k|—g) + i0 
| (si è tenuto conto che nel dominio (17,9) è, < 0 e ô, > 0). Poiché 
in virtù della (17,9) q % pr>k, allora si può porre |q + k | — 
— gx k cos 0 per cui (tenendo conto dei limiti nella (17,9)) si ha 
A= 2niZ?k così 
— ®—kvpcosì ' 


È facile mostrare allo stesso modo che un'espressione identica 
per A (ma con un altro segno di i0) si ottiene anche per cos 0 < 0 
(quando l'integrazione va estesa al dominio g > pr, |q+k |< pp). 
Quindi, nel nucleo dell’equazione (17,5) abbiamo 


2riZ21k $ (90) ô (a— pp) LA 
G(0)G(0+K)===atosima +90) (17,10) 
dove si è scritto Ik al posto di k cos 0 (1 = q/q), e la funzione non 
contiene una parte -funzionale (per K piccoli) e quindi, si può porre 
in essa K = 0. 
Sostituendo la (17,10) nella (17,5), otteniamo l’equazione inte- 
grale fondamentale della forma 


Dys, ap (K; Pi, Pa) = Too, a (Ph P.)— 
PE di 
i { Pur ax (Pis 0) (0) Tuo te (Ki Q, P) + 


Zh fy lk d 
+ga | Dre ax (Pa Or) Pua, t (K; Qr, Pa) FETO. (17,11) 


x 


Nell'ultimo termine è stato sostituito d'Q = qdq do; dg (dove 
do; è l'elemento dell'angolo solido nella direzione 1) e le funzioni 
ô sono state eliminate integrando in dq dqọ. L'argomento Q delle 
funzioni T e Į in questo termine è considerato sulla superficie di 
Fermi: Qr = (0, Prl). 

Prendiamo in considerazione la natura specifica del fattore 
Ik/ (0 — vrlk) nel nucleo dell’equazione (17,11): per k—>0 e 
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œ + 0 il suo limite dipende dal limite cui tende in questo caso il ` 
rapporto œ/k. La stessa natura avrà quindi anche la soluzione del- 
l'equazione: per K + 0 il limite della funzione I (K; P., P.) dipen- 
de dal modo in cui œ e k tendono a zero. 

Indichiamo con Ie (P,, Pa) il limite 


Toog (Pi P.) = lim Tra, aß (K; P,, Po) per klo —0 (17,42) 
o K-+0 


(come vedremo al $ 18, questa è la grandezza cui è legata la funzione 
di interazione fra le quasi-particelle). Con questo modo di passaggio 
al limite il nucleo dell'ultimo termine integrale nella (17,11) si an- 
nulla in modo che T® verifica l’equazione 


Dis, ap (Pi Pa) = Fps, ap (Pin Pa) — 
—i | Tyr, ax (Pu 0) o (Q) Pisco (Q, Pr. (47,13) 
Osserviamo che in virtù della (15,8) si ha 
T9, ap (Pis Pa) =T, ba (Pa Pi). (47,14) 


Si può escludere Î dalle due equazioni (17,11) e (47, 13). Come 
risultato si ottiene 


To, ap (K; P,, P.) = T7, ag (Pas P 2) + 


Li A Ik di 
n ci | vi ax (Pi Qr) Tuo, ce (K; Qr, Ps) =velk: (47,15) 


Infatti, scrivendo formalmente (17,13) come Î = ÎTo, la (17,11) 
diventa 


lk 
net F Li ECT do, 


Sostituendovi T = ÉT® e applicando ad entrambi i membri del- 


l’uguaglianza l’operatore L4, otteniamo l’espressione (17,15). 
Introduciamo ora la funzione T* in base a 


Two, ag (Pas Pome m Do, agli Po Fa): Per oek (17,16) 


Questa è esattamente la funzione (moltiplicata per Z?) rappresentante 
l'ampiezza di diffusione in avanti (cioè della transizione P,, Pa + Pi, 
P), che corrisponde a processi fisici reali che si producono fra le 
quasi-particelle sulla superficie di Fermi: gli urti per cui le quasi- 
particelle restano su questa superficie sono accompagnati da un 
cambiamento di impulso, ma senza cambiamento di energia, perciò — 
il passaggio al limite della trasmissione nulla dell’impulso (k + 0) 
deve essere effettuato per una trasmissione rigorosamente.nulla del 
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l'energia (0 = 0). La funzione T® introdotta sopra corrisponde, 
invece, al caso limite non fisico di « diffusione » con una piccola 
trasmissione dell’energia per una trasmissione rigorosamente nulla 
dell’impulso (k = 0). 

Ponendo nella (17,15) © = 0, passando al limite k — 0 e molti- 
plieando entrambi i membri dell’uguaglianza per Z?, otteniamo 


ZI ho, aß (Pi, Pa) TE ZT, ab (Pis Po) 
Pi 


posse | ZTR cn (Po Or)-2°1%0, 10 (Qr, Pa) do. (17,17) 


In tal modo fra ambedue le forme dell’ampiezza di diffusione in 
avanti esiste una relazione generale. 

Le proprietà di antisimmetria (15,8) per T forniscono una certa 
informazione sull’andamento di I* e I© per P, + P,. Ponendo in 
questa uguaglianza P, = P, ea = f, otteniamo 


Tra,aa (Pı + K, Pi. — K; P, P;)=0 (17,18) 


(qui non esiste sommatoria su a!) !). Il passaggio a T® o I* in questa 
uguaglianza deve essere eseguito con precauzione in quanto in I®, 
T? si è posto dapprima K = 0, e nella (17,18) dapprima P, = P}. 

Siano contemporaneamente piccoli K e P, — P, = S = (50, 8). 
Allora, oltre ai diagřammi (17,2), saranno pericolosi anche i dia- 
grammi 


P, Q+5+K LA 
X R 
BK VALI 


Per K, S — 0 la funzione Fg, «a dipenderà quindi da due argomenti 
« singolari » 


w 
T= E e y z= 
e l’espressione (17,18) significa l'annullamento di questa funzione 
per x = y. Consideriamo i valori di T sulla superficie di Fermi; 
allora © = sọ = 0 in modo che anche y = 0. Perciò in questo limite 
l'uguaglianza (17,18) si verifica soltanto se anche z = 0. In altre 
~ parole, sulla superficie di Fermi essa è valida per I*: 


Tio, aa (Pi, P) =0 (17,19) 
(N.D. Mermin, 1967). ; 


1) Se si tiene conto soltanto dell'interazione di scambio fra gli spin delle 
uasi-particelle, allora fra tutte le T4, ga soltanto le Toa, aa Sono diverse 
la zero. Questa affermazione esprime l’invarianza del vettore spin per diffu- 

sione. La si può verificare anche direttamente in base a un’espressione della 
forma (2,4). , 
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$ 18. Legame fra la funzione di vertice. 
e la funzione di interazione delle quasi-particelle 


Così come alla formazione dell’elemento matriciale (7,9), che- 
definisce una funzione di Green a una sola componente, partecipano- 
gli stati intermedi con numero di particelle N + 1, anche alla for- 
mazione di una funzione di Green a due componenti (l'elemento. 
matriciale (15,1)) partecipano gli stati intermedi con N, NÆ 1, 
N +2 particelle 1). 

Siccome esistono stati intermedi con N +4 particelle, la fun- 
zione di, Green a due componenti ha i poli coincidenti con quelli della: 
funzione G, cioè con l'energia di una quasi-particella. Tuttavia, i 
fattori corrispondenti sono individuati in forma esplicita nella (15,7). 
Pertanto la funzione di vertice T definita da questa formula ha sol-- 
tanto i poli corrispondenti agli stati con N e N + 2 particelle. Il 
momento dell'impulso di questi stati differisce per 0 o 1 dal momento- 
dello stato fondamentale, cosicché le eccitazioni elementari corrispon- 
denti a questi poli hanno spin intero (0 o 1) e sono regolate dalla 
statistica di Bose. In altre parole, i poli della funzione di vertice- 
definiscono le diramazioni di Bose dello spettro energetico del li- 
quido di Fermi. 

I poli provenienti dagli stati intermedi con numero di particelle- 
invariante corrispondono alle eccitazioni elementari rappresentanti 
quanti del suono nullo. Nella tecnica dei diagrammi agli stati inter- 
medi corrispondono varie sezioni dei diagrammi, che li dividono in: 
due parti fra questi o quelli dei suoi estremi esterni. Nel dato caso- 
agli stati intermedi che non implicano il cambiamento del numero. 
di particelle corrispondono le sezioni dei diagrammi (17,3) su una. 
delle coppie di linee continue congiungenti i blocchi vicini Î; rin- 
varianza del numero di particelle in questi stati viene espressa da: 
un numero identico di linee che intersecano la sezione su entrambi 
i lati. La traslazione del quadrimpulso attraverso questa sezione è- 
(Q + K) — Q = K; in accordo con ciò alle eccitazioni elementari 
senza cambiamento del numero di particelle corrispondono i poli della. 
funzione di vertice T (K; P,, Pa) rispetto alla variabile K. 

Abbiamo visto sopra (nel dedurre la relazione (17,10)) che dei 
due impulsi q e q + k (che fanno parte dei quadrivettori Q e Q + K $ 
uno deve essere maggiore e l’altro minore dell'impulso limite pr. 
D'altra parte, nel caso di eccitazione all’esterno della sfera di Fermi 
possono trovarsi soltanto le « particelle » dello stato fondamentale- 
e al suo interno soltanto le « buche ». In questo senso si può dire- 


1) Gli stati con N particelle compaiono ad esempio per una successione- 
di operatori nel prodotto T come YFF iF}. Quanto agli stati con N + 2: 
particelle, essi corrispondono a successioni del tipo FFF tY}. 
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«<che le eccitazioni nulle nel liquido di Fermi si possono considerare 
‘come stati connessi di una particella e di una buca 1). 

Le eccitazioni elementari, invece, che corrispondono agli stati 
intermedi con N + 2 particelle (cui corrispondono i poli della fun- 
zione I (K; P,, P.) rispetto alla variabile P, + P3), si potrebbero 
‘considerare come stati connessi di due particelle o di due buche. 
L’esistenza di questi stati condurrebbe tuttavia (come verrà mostrato 
‘nel capitolo V) alla superfluidità del liquido di Fermi, il che, a 
Sua volta, richiede che sia cambiato sostanzialmente tutto il forma- 
lismo matematico della tecnica dei diagrammi. 

Quindi, per determinare la ramificazione di Bose dello spettro 

energetico di un liquido di Fermi non superfluido occorre esaminare 
i poli della funzione di vertice T (K; P,, P.) rispetto alla variabile 
K = (©, k). Per ogni valore di k, al polo corrisponde una certa ener- 
‘gia © = o (k), ciò che definisce la legge di dispersione di queste 
eccitazioni. Per gli stati debolmente eccitati œ e k sono piccoli, co- 
sicché si possono utilizzare le equazioni dedotte per la funzione 
T (K; Pi, P.) nel dominio di K piccoli. 

In prossimità del polo della funzione T il primo membro e l’in- 
tegrale a secondo membro dell’equazione (17,15) sono grandi a pia- 
.cere; il termine T® (P,, P;), invece, resta finito e perciò può essere 
‘omesso. Osserviamo inoltre che la variabile P, e anche gli indici 
P e ô non partecipano alle operazioni eseguite nell’equazione (17,15) 
‘sulla funzione T, cioè fungono in essa da parametri inessenziali. In- 
‘fine, considereremo. la funzione T sulla superficiedella sfera di Fermi, 
ponendo cioè P, = (0, prn), dove n è un vettore unitario variabile. 
“Tenendo conto di tutto quanto, concludiamo che la determinazione 
«delle eccitazioni sonore nel liquido di Fermi si riduce al problema 
«degli autovalori dell’equazione integrale 

Z?° pi k 
va (0) = Tse | Pit an (0, Dga ET, (18,1) 
«dove Yya (n) è una funzione ausiliare. 
l Trasformiamo questa equazione sostituendovi y con una funzione 


muova k 
Yva (0) = Tyra Xra (n). (18,2) 


Allora l'equazione (18,4) pe 
(© —vpnk) vya (n) = kn r T nir ax (n, n°) vag (n°) do’ (18,3) 


(1 è sostituita con n'). 


1) In questa impostazione il problema formalmente ha molto in comune 
con il problema della determinazione dei livelli degli stati connessi di elettrone 
e positrone in elettrodinamica quantistica (vedi IV, $ 122). In particolare, 
terzi (17,4-5) è analoga all’equazione di Bethe-Salpeter (122,10-11) del 
volume IV. 
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Questa equazione coincide esattamente come forma con l’equa- 
zione cinetica (4,10) per le vibrazioni del liquido di Fermi. Il con- 
fronto di ambedue le equazioni conduce alla seguente corrispondenza 
fra la funzione di interazione delle quasi-particelle e la funzione T°®: 


fyo, ap (prn, prn’) = Z°T6,ap (n, n°). (18,4) 


Ciò mette in evidenza il legame esistente fra la funzione f e le pro- 
prietà di diffusione delle quasi-particelle 1). 

L’uguaglianza (18,4) stabilisce un legame fra f e l'ampiezza del 
processo di diffusione non fisico. Ricorriamo ora alla formula (17,17) 
e deduciamo suo tramite una relazione esplicita fra f e l’ampiezza 
« fisica » di diffusione in avanti per le quasi-particelle sulla super- 
ficie di Fermi, che denotiamo nel seguente modo: 


Ay, aB (01, na) = Z°T%a,ap (01, na). . (48,5) 
La relazione (17,17) sulla superficie di Fermi diventa 


Ayo, aß (D1, No) = fyo, ap (Mi, No) — 


Ph F 7 do' . 
a | frorn n°) Axa, tp 0’, n) Fa (48,6) 


La dipendenza dallo spin delle funzioni A e f può essere espressa 
mediante le matrici o di Pauli. Nel caso generale queste funzioni 
possono contenere qualsiasi combinazione scalare dei quattro vet- 
tori n,, ny, 61, Gy. Ma se fra le particelle si produce l'interazione di 
scambio, allora sono ammissibili come prodotti scalari soltanto 
nn, e 6,09. In questo caso le funzioni A e f si possono rappresentare 
(come abbiamo già fatto per f nella (2,4)) nella forma 

2 
Hr fxò, ag (n; n) = F (ò) aygo +G (8) OyaT6gs 


i (18,7) 
par ra Ays, aß (nis n) =B (9) bavÒpo + C (9) Ora938, 


nv p 


dove i coefficienti F, G, B, C sono funzioni soltanto dell’angolo ® 
formato da n, e np. Sviluppiamo queste funzioni in"polinomi di 
Legendre 


B(8)= > (21+1) BiP1(cos8), ... (18,8) 


1) Questa conclusione generale appartiene a L. D. Landau (1958). Per 
un gas di Fermi debolmente non perfetto, la deduzione dell'equazione cinetica 
sommando diagrammi concreti del tipo (17,3) è stata eseguita prima da A.B. Mig- 
dal e V. M. Galitskij (1958). Osserviamo che nel caso di gas nelle funzioni G 
(nell’approssimazione nulla) non esistono termini polari per cui non sorge il 
problema della loro eliminazione. - 
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Dopo aver sostituito le (18,7-8) nella (18,6) e calcolato l’integrale 
(utilizzando a tale scopo il teorema sulla somma dei polinomi di 
Legendre) otteniamo 


Bı = Fi(1—-B)), Ci=Gi(14—-C).. (18,9) 


Queste formule permettono di stabilire un legame algebrico sem- 
plice fra i coefficienti dello sviluppo di f ed A. ; 

Le condizioni di stabilità (2,19-20) conducono a disuguaglianz 
analoghe per i coefficienti B; e Cy 


Bi<1, Ci<1. (18,10) 


Inoltre, questi coefficienti verificano la seguente relazione che 
è conseguenza della formula (17,19): B (0) + C (0) = 0 ossia 


a (21+1) (B+C)=0. (48,14) 


Le uguaglianze (18,9) e (18,11) assieme alle condizioni (18,10) sono 
sufficienti per la dimostrazione della interessante proposizione 
seguente: in ogni liquido di Fermi stabile esiste almeno un ramo 
(ordinario o di spin) del suono assiale simmetrico 1). 


$ 19. Le identità per le derivate 
della funzione di Green 


Nel formalismo matematico delle funzioni di Green un ruolo 
essenziale è svolto da alcune identità fra le derivate di queste fun- 
zioni e l'ampiezza di diffusione delle quasi-particelle. La deduzione 
di queste relazioni è la solita: si calcola la variazione della funzione 
di Green sotto l’influsso di un dato « campo esterno » virtuale, il 
risultato della cui azione è noto a priori. 

Pertanto calcoliamo prima di tutto la variazione ôG della fun- 
zione di Green sotto l’azione di un « campo esterno » di forma arbi- 
traria. A tale campo corrisponde nell’operatore hamiltoniano il 
termine 


SPO = | del, 1) Ôa (t, 1) da, (19,1) 


dove SU è un operatore agente sulle funzioni di r (e che può anche 


dipendere dal tempo t). 
In presenza di campo esterno la funzione di Green dipende già 
dai due quadrimpulsi P, e P,. Nella tecnica dei diagrammi questo 


1) Vedi N. D. Mermin, Phys. Rev. 159, 161 (1967). 
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campo verrà rappresentato da un elemento grafico nuovo, ossia 
dalla linea tratteggiata 


I 
dt 
pe A 


e a questa linea corrisponde, fra l'altro, il fattore 
—iôU (P,, P)=—i f PXS Ûe-iPIX tX.. (19,2) 


Nel primo ordine rispetto al campo esterno la correzione alla 
funzione di Green esatta viene rappresentata dalla somma di due 
diagrammi scheletro 


186,0) BeLdR + -- (19,3) 


‘dove tutte le linee continue sono in grassetto (le funzioni G esatte) 
e il cerchietto esprime la funzione di vertice esatta (iT). In forma. 
ànalitica questa uguaglianza si scrive come segue: 


"86pa (Pas P1) = Ggv (Pa) SU (Pa, P1) Gya (P1) — iGpy (Pa) Gea (P1) X 
x \ Tia, et (Pan Qa; Pi, Q2) SU (Q3, Qi ) Giu (Q2) Gus (01) TI , (19,4), 


dove Q, + Pi = P} + Q. 

Le prime due identità che ci interessano sono legate alla conser-- 
vazione del numero di particelle nel sistema. Questa proprietà. 
è espressa nell’operatore hamiltoniano del sistema dal fatto che- 


gli operatori p figurano in esso a coppie: un solo Lù; (X) e Yy (X) 
per ogni argomento X. 
Effettuiamo la trasformazione di gauge degli operatori w 


Pa (X) = (X) a0, di Pe, (19,5): 


dove y (X) è una funzione reale 1). In virtù della proprietà suindicata: 

dell’operatore hamiltoniano, se Y verifica l’« equazione di Schrò--' 
dinger » (7, 8) anche È’ verifica la stessa equazione sostituendovi. 

ô d , O 


A => (ViVi Fatti: 


sit 


1) Essa è analoga alla trasformazione di gauge in elettrodinamica quanti-- 
stica. (cfr. III, le formule (111,8-9)). 
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Per y = ôy infinitesimo questa variazione dell'equazione è equiva- 
lente all'aggiunta all'operatore hamiltoniano del « campo esterno » 


JR TR 
ôU = — +7 (A8x+ 2 (V ôx) V). 
In particolare, se 
ôx (X) = Re (xoe™EX), K = (0, k) 


(dove si può omettere il segno Re data la linearità delle operazioni 
successive), allora 


SU (Pa, Pi) = i (20) Xô (P,— P, — K) {0 —gi k (Pi + Pa}. 
(19,6) 


D'altra parte, la funzione di Green, costruita in base agli opera- 
tori w 


Pa= Ya (1+i6%), Ya= Yi (1-18), 
differisce da quella costruita in base agli operatori Pd, d+ per 
8Gap (Xis Xa) = iGag (Xx — Xa) [6x(X1) — ôx (Xa)l 
ossia, in componenti di Fourier, 
ôGap (Pa, P)= f 8609 (Xa, Xa) eMMPaXi-P1%2) dX, diX,= 
= i [Gag (P1) — Gap (P2) ôx (Pa— Pa) (19,7) 
dove 
84 (P) = | ôx (X) eiPX dX = (20)! yô® (P — K). 

Quindi, la stessa variazione Gag è espressa in due forme: la 
(19,7) e la (19,4), dove occorre sostituire $U presa dalla (19,6). 
Eguagliando queste due espressioni, noi otteniamo (dopo la sosti- 


tuzione Gap = Gag e alcuni cambiamenti della notazione delle 
variabili) 


Bag [6 (P+K)—G(P)}=G (P+K)G(P){[ -o + PED |6,6+ 


+i | Pan as (K: P, 0)6(0)6(0-R)[0- ECM] #0), 


2m 


Le identità cercate si ottengono passando al limite in questa 
uguaglianza per œ, k-++ 0; in questo caso 


G(P+R)—G(P)+ 0-2 pk È (19,8) 
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(dove P = (po, p)). Eseguendo questo passaggio per la condizione 


klo + 0, otteniamo la prima identità 


Bani {C (P)lo [Sani | Teo, a0 (P, OEO LL]. 
(19,9) 


Qui abbiamo introdotto la notazione 
{G?(P)}-= lim G(P)G(P+K) per k/o+0. (19,10) 
©, k+0 


Analogamente passando al limite per la condizione œ/k + 0, 
otteniamo ancora l’altra identità 


G i ds 
Sasi = AC (P))a [E Beoi | Pio as (P, 0) L {62 (0) 20] 
(19,14) 
con la medesima notazione {G?®(P)},. 


Inoltre, consideriamo la variazione della funzione di Green al- 
lorché sul sistema agisce un campo costante 


SÙ = ôU (r) = Uet", (19,12) 


Per k —> 0 questo campo varia lentamente nello spazio in modo che 
il suo influsso sul sistema può essere supposto macroscopico. In 
accordo con la condizione di equilibrio termodinamico nel campo 
esterno si deve avere p + ÔU = costante (vedi V, $ 25); per k + 0 
ciò significa che il potenziale chimico p varia di una quantità piccola 
—U,. La variazione corrispondente della funzione di Green è 


ôG (Xı— X 
869 Xo) = Uda EA, | 
e la sua componente di Fourier (definita come nella (19,7)) vale 
ôGas (Pa, P1) = — (23)* 80 (P, — P,) Ug ELI. 6,5. 


D’altra parte, la stessa variazione della funzione di Green si 
può calcolare mediante la formula (19,4) ponendovi questa volta 


ôU (Pa, Pi) = (20)U,8® (P, — P, — K), K= (0, k). 


Il passaggio al limite k — 0 corrisponde in questo caso (campo 
costante, œ = 0), alla condizione w/k + 0. Come risultato, otte- 
niamo l'identità 


Sas n = — {G2 (P)}a [Bes—i f Tis, as (P, Q) {G2 (Q)}r sS: | 
i (19,13) 


Infine, l’ultima identità compare come conseguenza dell’inva- 
rianza galileiana del sistema. Per dedurla, consideriamo un sistema 
di coordinate che si muove a piccola velocità ôw (t) = wyeti0t 
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lentamente variabile con il tempo. Il passaggio a questo sistema 
è equivalente alla sovrapposizione di un campo esterno il cui ope- 
ratore 1) è 


SU = —ôw.p = iw- y. (19,14) 
ossia, nella rappresentazione degli impulsi, í 


SU (Pa, P1) = —Piwo (22)8® (P; — P, — K), K=(0,0). 


Questa espressione va sostituita nella (19,4) dopo di che possiamo 
eseguire il passaggio al limite œ —> 0. 

D’altro canto, per œ + 0 si tratta della trasformazione galileiana 
da un sistema di riferimento inerziale a un altro che si muove a velo- 
cità costante ôw. Se nel liquido esiste un’eccitazione elementare 
di energia e (p), allora l'energia di questa eccitazione nel sistema 
di riferimento, che si muove rispetto al liquido a velocità ôw, vale 
e — pôw ?). Questa è la ragione per cui, nel nuovo sistema di rife- 
rimento, la frequenza pọ deve figurare nella funzione G (P) in com- 
binazione pọ + pôw (in modo tale che il polo della funzione si 
sposti di —péw). In tal modo 


e si arriva all’identità 


Sas = — {6° (P)}a {dasp— 


—i | T8, a (P, 0) 4 {0 (Oho 7}. (19,15) 


Dovremo applicare più avanti le identità così ottenute, in parti- 
colare, per i valori P = (pe, p) della variabile libera sulla super- 
ficie di Fermi: Py = (0, pr). Portando il fattore G? (P) dai secondi 
membri delle identità ai primi, sostituiamovi le derivate di G (P) 
con quelle di G-! (P); in questo caso il passaggio al limite K + 0 
in G(P)G(P + K) è inessenziale. 

D'altro canto, in prossimità della superficie di Fermi la funzione 
di Green viene definita dal suo termine polare in modo che 


G- (P)=+ lPo— vr (P — Pr)]. 


1) Nella lagrangiana classica L = mv?/2 della particella libera il passaggio 
a un sistema di coordinate in moto si effettua mediante la sostituzione v + v + 
+ ôw e implica la comparsa di una piccola (per ôw piccolo) aggiunta ôL = 
= mvòw. Rispettivamente (cfr. I, la formula (40,7)) l'aggiunta all'hamiltoniana 
è 6H — —-pòèw, e in meccanica quantistica le corrisponde l'operatore (19,14). 
2) Per considerazioni più dettagliate vedi più avanti ($ 23). 
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Di qui abbiamo su questa stessa superficie 
oG- — 1 ðG- — VF dpp 


ôb Z?’ du Z dp’ 
Come risultato, ad esempio, le identità (19,9) e (19,13) sulla supere 
ficie di Fermi diventano : 


i | Ths, as (Pr, OE (OJo = (1-4) Sen (19,16) 
è È Tho, ao (Pr, 06° (0) = (1 — AERE) Supe (19:17) 


$ 20. Deduzione della relazione esistente 
fra l'impulso limite e la densità 


Le relazioni ottenute nei paragrafi precedenti permettono di 
fornire una dimostrazione conseguente della tesi fondamentale della 
teoria di Landau inerente al liquido di Fermi, e cioè: il legame esi- 
stente fra l'impulso limite pr e la densità del liquido N/V viene 
determinato dalla stessa formula (1,1) che per un gas perfetto. 

L'idea della dimostrazione è basata sul calcolo indipendente delle 
variazioni di N e pp per una variazione infinitesima del potenziale 
chimico u é, in seguito, sul loro confronto. 

In accordo con la (7,24) il numero completo di particelle (in un 
dato volume V) come funzione del potenziale chimico è dato dal- 
l’integrale 


RASTA ap l 
N=—2iV lim | G(P) e-tro ra P=(Po, p). (20,1) 


Di qui ricaviamo la derivata 


4 daN __9,{ 0G(P) dip 
Fist (20,2) 


Poiché questo integrale converge per pọ grandi (9G/6u co 1/p? 
per | po | + œ), non occorre più scrivere il fattore e7iP0! nell’espres- 
sione integranda. Sostituendovi il rapporto 0G/du ricavato dal- 
l'identità (19,13) (sommato su a = fi), otteniamo 


Fri {hr + 
+ | {62 (2 IP, OE Oh TTI, 


dove, per brevità, T = Pey, ay. Lo scopo del calcolo ulteriore con- 
siste nell’esprimere il secondo membro di questa uguaglianza in 
funzione dell’integrale esteso unicamente alla superficie di Fermi. 
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Prima di tutto sostituiamo nel secondo integrale la funzione 
T? con la sua espressione ottenuta dalla (17,17) (cambiandovi la 
notazione Qp con Sp): 


= f Ph ir + | Ph T(P, OX 


d4P dt PZ? 
X {G2(0)}x SER "= a | {G®(P)}x Tat, ax X 
d4P d4Q dos ` 


X (P, Sp) Tiv, ty (Srs O) {C (O TETI, (20,3) 


i Trasformiamo dapprima l’ultimo termine. Nell espressione inte- 
granda dipendono da Q soltanto i due ultimi fattori; il loro integrale 
in d'Q è dato (sulla superficie di Fermi S = Sx) dalla formula 
(19,17) in modo che questo ultimo termine assume la forma 
PhZ? Ra d4P do vp dpr 
toga | {6° (Pa T (P, Sp) = em: (1- Z du i 
In seguito, ricordiamo che, integrando in d*P, i valori limite 
G (P) G(P + K) vanno intesi nel senso della (17,10); perciò a (P)}o= 
= p(P) e 


{G? (P)}n= {6° (Po — SE 8 (po) 8(p—pr). (20,4) 
Dopo questa sostituzione EAT 


PZ? vp dpr o d4P dos to, 
ia (1 DE) {i l {G2 (P)}a T° (P, Sp) Š 8niF}, 
dove, in accordo con y (18,4), è introdotta la funzione di interazione 
fra le quasi- -particelle e utilizzata l’espressione di feg, at in fun- 
zione di F (8) in accordo con le formule (2,6-7); il trattino orizzontale 
sopra F significa l'integrazione in do/4n. L'integrale restante in 
d'P viene dato dalla formula (19,16) dopo di che l'integrazione 
in do; fornisce ancora il fattore 47. Infine, il terzo termine nella (20,3) 
risulta uguale a 
PZ? vp dpp ; 1 T l 
“A (20,5) 
Allo stesso modo si trasforma il secondo termine nella (20,3): 
le grandezze {G° (P)}a e {@° (Q)}a vanno espresse, in accordo con 
la (20,4), in funzione di {G° (P)}, e {G° (0)} dopo di che si ricorre 
alle identità (19,9) e (19,16). Come risultato questo secondo termine 
risulta uguale a 


A Z2 = 
inerti {2 (7- ni 
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Il primo integrale si annulla integrando in dp, in quanto G+ 
per Po > +00. i 
Infine, il primo termine nella (20,3), dopo aver sostituito in: 


esso l’espressione (20,4), dà 


di PZ? 
2i EA. (20,7) 


Sommando ora tutti i contributi (20,5-7) troviamo 


1 daN _ Ph dp PI dpr x 
vana de ar de FOr (20,8% 


D’altra parte, ponendo nella (2,14) 


Ù ôn’ È 
ôn = -p7 Pr =ô (p — Pr) dpr, 


è facile ottenere 

du e _ Fi ; 
Sapa VE (1+ F). (20,9) 
Sottolineiamo che nella deduzione della formula (2,14) non è stata 
utilizzata la dipendenza concreta di pr da N/V, e perciò abbiamo» 
la possibilità di applicare qui qiesta relazione al fine di trovare læ 
detta dipendenza (l'uguaglianza (20,9) si può ottenere, ovviamente, 
anche mediante le relazioni: per le funzioni di vertice, che sono state- 
utilizzate per la deduzione della formula (20,8)) 1). 
Tenendo conto di questa uguaglianza, vediamo che la parentesi: 

graffa nella formula (20,8) si annulla e, quindi, abbiamo 


2 3 

iii ed] (20,10) 
u V m? dyu du L 3 (27)? 

Per N/V — 0 abbiamo a che fare con un gas, in modo che in questo- 

limite la dipendenza di pp da N/V deve coincidere in ogni caso con 

, quella gassosa. Questa condizione determina la costante di integra-- 

zione nella (20,10), e noi arriviamo, infine, alla relazione cercata. 


(4,4): 


N 8npî, 
Vo 358: 


$ 21. Funzione di Green per un gas 
di Fermi quasi-perfetto 


Per illustrare il modo di applicazione della tecnica dei diagrammi,. 
l’applicheremo in questo paragrafo al calcolo della funzione di Green: 
di un gas di Fermi quasi-perfetto nei limiti dello stesso modello- 


1) La formula (2,11) per la massa efficace può; invece, essere dedotta me-- 
diante la relazione (17,17) e le identità (19,11) e (19,15). 
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.che è stato esaminato al $ 6 mediante la teoria delle perturbazioni 
ordinaria (V. M. Galitskij, 1958). Ricordiamo che si tratta di un 
-gas con repulsione fra le particelle e che il procedimento descritto al 
$ 6 permette di applicare a questa interazione la teoria delle pertur- 
bazioni finché nel risultato finale del calcolo entra soltanto l am- 
‘piezza di diffusione. l 
Come è stato mostrato al § 14, la determinazione della funzione 
«di Green si riduce al calcolo dell’autofunzione energetica Zag (P). 
Essa viene data, in prima e seconda approssimazione della teoria 
delle perturbazioni, dall’insieme dei diagrammi (14,9) e (414,10). 
Rappresentiamo qui questi diagrammi nel seguente modo: 


P-Q 


+ = P IQ + ! + 
P paap 
a) b) . 
(21,1) 
+ p f I + i 
p p aep 
| d) 


1 diagrammi (24,1a-b) abbracciano i diagrammi del primo ordine 
(14,10a) e (14,9a) e quelli del secondo ordine (14,10b-c) e (14,9 b-c); 
gli ultimi differiscono dai primi soltanto per correzioni alla linea 
continua interna. Nei diagrammi (21,1a-b) queste linee sono date 
in grassetto e, quindi, devono essere poste in corrispondenza non 
con le funzioni di Green G® del gas perfetto, bensì con le funzioni 
G corrette a meno dei termini del primo ordine. Infine, i (21,4c-d) 
sono i diagrammi del secondo ordine (14,10d-e). Tutti i diagrammi 
sono deformati in modo tale da rendere evidente la natura della loro 
struttura; questi sono i primi termini della serie « a scala » dei 
diagrammi a quattro gambe in cui ogni coppia di linee esterne è re- 
ciprocamente « accorciata » in due modi diversi. 

Iniziamo dal calcolo del diagramma (21,1a). La sua espressione 
‘analitica è 


[—iX (P)h=|U(0)6P-0 Tr, 
Q= (qo, q), P= (0, p) 


(il fattore comune ag è omesso). Integriamo dapprima in dgo. 
Tuttavia, poiché il fattore U (Q) = U (q) è indipendente da go 
«e Gœ 1/9 per | go |—> œ, dobbiamo precisare preliminarmente 


(21,2) 
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il modo di integrazione. A tal fine occorre tornare all'origine del 
diagramma (21,1a) e osservare che la sua linea continua corrisponde 
alla convoluzione di una coppia di operatori p all’interno di un 
medesimo operatore V. Ciò vuol dire che Y e + vengono calcolati 

a un medesimo istante e che per la convoluzione Ẹ* si trova a sinistra 


di Y. In altre parole, nella rappresentazione delle coordinate com- 
pare la funzione G che va calcolata per t = t, — tg — —0. Nella 
rappresentazione degli impulsi, invece, ciò significa che, passando 
al limite t + —0, all’espressione integranda nella (21,2) va aggiunto 
il fattore exp (—iqọt). Applicando ora la formula (7,23) otteniamo 


[-—iZ}a=i î U (a) N (p— 0) -55r dl , (21,3) 


dove N (p) è la funzione di distribuzione delle particelle. 

La componente di Fourier U (q) dipende essenzialmente dal valore 
di q soltanto per q = 1/ro; dove r, è il raggio d’azione del campo 
U (r); questi valori sono grandi a priori (per il gas rarefatto) rispetto 
a pr. Se ci limitiamo ai valori | p — pr | & 1/, allora per i detti 
valori di q avremo N (p — q) æ% 0. Perciò U (q) nella (24,3) si 
può sostituire con U (0) e portare fuori dal segno di integrale !). 
L'integrale restante è uguale alla metà della densità del gas n (W 
(valore dato della proiezione di spint) e, quindi, [Z]a= —n (p) U(0)/2 

Quanto al diagramma (24,1b) con la linea continua chiusa su 
se stessa, esso dà [Z], = n (u) U (0). In tal modo il contributo 
in X di ambedue i diagrammi vale 


[Zla n= (4) U (0)= Fi n (1) a, (21,4) 


dove a è la lunghezza di diffusione definita in base alla formula (6,2), 

L'espressione (241,4) contiene in sé, in particolare, tutto l’effetto 
del primo ordine. In questa approssimazione occorre intendere 
n (u) come la densità del gas perfetto n® (u) in modo che 


IO = [2] Pp = E n (p) (a). (21,5) 


Per il calcolo ulteriore introduciamo quale notazione intermedia 
la funzione F definita dai diagrammi a scala 


Pt dae pe AG 
98 PA ET STATI di 


1) L'errore così commesso ha, come è facile vedere, un ordine di grandezza 
relativo ~ (p pro)? © perciò non incide neanche sui termini in ppr dell'ordine 
successivo. 
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(come sempre, P, + Pa = P3 + P.). In forma analitica abbiamo 


iF ys, ap (Pa, Pa; Pas Pa) = 1845890 (FO + FO), (24,7) 


dove 1 
iF®= | GO (P'U (P, —P') GO (P, + P,— P’) U (P'— Pa) GE 
(21,9) 


Sviluppando ambedue i diagrammi (241,1c-d) ed esprimendoli in 
funzione di F‘2, otteniamo 


[— i (P)le, a= — | G0 (Q) FO (P, Q; e P) Re+ 
+2 | G0 (Q) F® (P, Q; P, Q) -= se (21,10) 


(gli stessi integrali con F® al posto di F danno la (24,5)). La dif- 
ferenza di segno davanti ai due integrali è dovuta alla presenza de] 
cappio chiuso nel diagramma (21,1d); i fattori è nel primo dia- 
gramma danno è, yò,g = dg, e nel secondo diagramma agy, = 
ballar af 3 

Passiamo al calcolo di F. Poiché U (Q) non dipende da go, 
l'integrazione in dp; si riduce all’integrale 


| GO (P) GO (P+ P, — P) i. 


Sostituendovi G‘° dalla (9,9) (e tenendo conto della convergenza 
dell’integrale per |p, |—> œ), chiudiamo il cammino di integra- 
zione con una semicirconferenza indefinitamente lontana in uno dei 
semipiani della variabile complessa p,; l'integrale è diverso da 
zero soltanto se i poli delle due funzioni G‘® giacciono in semipiani 
diversi, cioè se 

sign (p' — pr) = sign (| p + Pa — P' | — pr) (21,11) 
Come risultato otteniamo 


F® (Pa, Pi-Po P) = 
O: U ie )U (p'— ps) sign (p'— pp) A 
o, Hort 2-1 [P+ (Pipp)? iO-sign (p'— pr) Pa 
(24,12 
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(dove ©, = Pio, ®© = P20). In questo caso, affinché automatica- 
mente sia tenuto conto della condizione (21,14), a numeratore del- 
l’espressione integranda occorre effettuare la sostituzione 


sign (p' — pr)— 1 — 9 (p') — 9 (pı + Pe — P’), 


dove 0 (p) è la funzione a gradini (4,10). 

Come abbiamo visto al $ 16, la serie di diagrammi a scala deter- 
mina (nel vuoto) l’ampiezza di diffusione reciproca di due particelle. 
Pertanto l’espressione (21,12) contiene in sé la correzione ai termini 
del primo ordine nell’ampiezza di diffusione. Si può tener conto di 
questa correzione sostituendo nell'espressione (21,8) per F® 


4 
U (P;— pı) > -2 Re f (P3, Pi) 


{dove f è l'ampiezza di diffusione esatta a meno del secondo ordine 
nel vuoto) *) e, al tempo stesso, sottraendo dall'espressione (24,12) 
per F® la parte reale del suo valore nel vuoto, cioè per pr = 0, 
u = 0ei valori o; = p?/2m, ©, = p3/2m corrispondenti alle energie 
di due particelle reali collidenti (gli estremi esterni « fisici » dei 
diagrammi). Dopo queste operazioni si può sostituire a —Re f 
un valore per l’energia nulla, cioè la lunghezza di diffusione a ?). 
Avremo così 


4 2 
F® (Py, Pa Py, P)=— (25) 
x Í 1—8 (p°)_0 (Pı —P2— P”) E 
o, Horta — -5 [P24 (Pi +P: —p')?]+i0-sign (P — pp) 
2m d3p' 
poi ATAF TRAP] Gal (Cia) 


Il segno P nel secondo termine significa che l’integrale viene consi- 
derato nel senso del valore principale; ciò è il risultato della sepa- 
razione della parte reale dell’integrale mediante la regola (8,11). 


1) Non confondere f in questo paragrafo con la funzione di interazione fra 
le quasi-particelle! 

2) Questa sostituzione non poteva essere eseguita nella (21,12) in quanto 
avrebbe condotto alla divergenza dell’integrale per p' grandi. Dopo la sottra- 
zione effettuata, invece, l'integrale converge (per p’ ~ pp) anche con questa 
sostituzione, ciò che permette di eseguirla. La sottrazione della sola parte reale 
dell’ integrale (e, rispettivamente, la sostituzione di U con Re f) è stata effet- 
tuata per evitare la difficoltà legata alla parte immaginaria dell’ampiezza di 
diffusione. Infatti, per impulsi piccoli Re f si sviluppa in potenze pari dell'im- 
pulso e Im f in potenze dispari (vedi III, $ 132). Perciò se avessimo tenuto conto 
della dipendenza di f dall’impulso, ciò avrebbe implicato correzioni dell'ordine 
relativo di grandezza di (p pa)?, cioè trascurabili. Quanto alla sostituzione 
U + —4nf/m, essa richiederebbe di tener conto della parte immaginaria di f 
che conduce a correzioni dell’ordine relativo di grandezza di ppa. 


140 CAPITOLO II 


Poiché l’espressione (21,13) è simmetrica rispetto a P, e P}, 
entrambi gli integrali nella (21,10) coincidono in modo che 


[— i2 (P)le, a= | G0 (Q) FO (P, Q; P, 0-76. 


Sostituendovi il primo termine dalla (21,13), otteniamo che lin- 
tegrale in dg, è diverso da zero se 


sign (p' = pr) = —sign (q — pr); (21,14) 


quindi, i due poli dell’espressione integranda di nuovo si trovano 
in semipiani diversi di qọ. Se sostituiamo, invece, il secondo termine 
dalla (21,13), soltanto il fattore G‘®(Q) dipenderà da go, mentre 
l’integrazione in dg, va eseguita in base alla formula (7,23) e dà 
N° (q), la funzione di distribuzione delle particelle nel gas perfetto, 
cioè la funzione a gradini 0 (q). Otteniamo infine (riunendo i contri- 
buti di tutti i diagrammi (21,1a-d)) 


2 (0, p\=-#î n (1)a+£® (0, p), (21,15) 
dove 
DD (0, p)= ( da T 


x f [1—9 (p')— 0 (p+a— p’) [0 (a)— 8 (p")] Da 
oteta [a2—p'°--(p+q—p')?]+-i0-sign (p'— pr) 


o 2mb) d*q d°p' 
— PETRA TA | Sho) 


¿il fattore 0 (q) — 6 (p’) a numeratore del primo termine dell’espres> . 
sione integranda sostituisce —sign (g — pr) per la condizione 
(24,14)). 

Osserviamo innanzitutto che X ha una parte immaginaria che 
si ricava dalla (214,16) in base alla regola (8,11) ed è data dall’espres- 
sione i 

2 
Im (0, p=- ({ Sne Ëa f {0 1—0 pe +a p) 


m 


+[1—-0 (910 (9) 0(p+a—p)}8[0+1+1 (Pp 
— (p+a-n)9)] FS (21,17) 


(l’espressione fra parentesi graffa è stata trasformata in base al fatto 
che 0° (p) = 0 (p)). 
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Lo spettro energetico delle quasi-particelle viene calcolato me- 
diante la (14,13) come 


e) =E nat (u p) (21,18) 


(in X‘® si può porre, con la precisione richiesta, e œ% p?/2m). La. 
natura complessa di % significa l’esistenza di uno smorzamento- 
delle eccitazioni (Im € =Æ 0). 

La comparsa di questo smorzamento esprime l'instabilità delle- 
quasi-particelle, dovuta alla possibilità reale di un loro decadi- 
mento. La quasi-particella può cedere parte della sua energia, per 
tener conto della quale nasce una coppia di quasi-particelle (parti- 
cella e buca). Consideriamo, ad esempio, il primo termine fra paren- 
tesi graffa sotto il segno di integrale nella (21,17). In accordo con 
le proprietà della funzione a gradini, questo termine è non nullo se: 


p'>Ppr, |a+pT_p |>Pr, q<Pr 


Queste disuguaglianze corrispondono al processo in cui la quasi- 
.. particella con impulso iniziale p (p > pr) passa allo stato p’ (p > 
> p' > pr) e, inoltre, l'impulso p — p' viene trasmesso alla par-- 
ticella all’interno della sfera di Fermi (impulso q < pr), che è ec- 
citata fino allo stato con impulso q + p — p’ all’esterno di questa: 
sfera; questa transizione è equivalente alla comparsa di due nuove: 
eccitazioni elementari di impulsi — q (buca) e q + p — p’. La legge 
di conservazione dell’energia in questo processo è espressa dalla 
funzione ô nella (21,17), dove œ + u funge da energia iniziale e (p): 
della quasi-particella 


e (P) = £ (p') + [e (q + p — p)— e (a)l 


(qui è sufficiente porre, in prima approssimazione, € (p) = p?/2m). 
In accordo con il significato suindicato, l'energia e (p) definita da 
questa uguaglianza corrisponde effettivamente a una quasi-parti- 
cella all’esterno della sfera di Fermi (e > yu). 

Analogamente, il secondo termine fra parentesi graffa nella 
(21,17) compare per processi di generazione di coppia da una buca. 
Questo termine dà lo smorzamento delle eccitazioni elementari 
con e < u. Nel linguaggio della tecnica dei diagrammi la possibilità 
di generazione di una coppia da parte di una quasi-particella è espres- 
sa dalla possibilità di tagliare il diagramma della funzione G in 
due parti, con un attraversamento lungo tre linee continue di cui 
due sono dirette in un verso e una nell’altro. Nei diagrammi (21,1c-d): 
sono tali le sezioni passanti fra le due linee tratteggiate. 

Il caso di un gas debolmente non perfetto è specifico (rispetto al 
caso generale del liquido di Fermi arbitrario), nel senso che lo spet- 
tro delle quasi-particelle in esso ha significato in tutto il dominio 
di valori degli impulsi e non soltanto in prossimità della superficie 
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di Fermi: lo smorzamento delle quasi-particelle (Im e) risulta essere 
relativamente piccolo già per il fatto che è piccolo il « parametro 
di gassosità » app. Tuttavia daremo qui il risultato finale dei cal- 
coli soltanto per due casi limite. 

In prossimità della superficie di Fermi (|p — pr | & pr) si 
ottiene 


; Re e = u + (p — pr) prlm* 
con p della (6,14) e m* della (6,17). Per lo smorzamento delle quasi- 
particelle, invece, si ottiene 


1 i 
Im £ = — —— (pra)? (p— pr) sign (p — pr). (21,19) 


La proporzionalità di questa espressione al quadrato (p — pr)? 
è di origine ben chiara: un fattore p — pr compare come larghezza 
di quel dominio dello spazio degli impulsi (strato stretto sferico) 
in cui va a finire l'impulso della quasi-particella dopo che essa ha 
‘generato la coppia, e l’altro fattore di questo tipo compare come 
larghezza dello strato in cui nasce la coppia. Notiamo a proposito 
che questi ragionamenti riguardano anche qualsiasi liquido di Fermi 
in modo che in prossimità della superficie di Fermi si ha sempre 
Im e œ (p — pr)?! 
Per grandi impulsi p > pr (ma pa< 1) abbiamo 


2Ph 
3nm 


pra) — i FEE (pra). (21,20) 


e=( + 


In entrambi i casi il rapporto Im e/Re e è piccolo. Il massimo: 
di questo rapporto si ottiene per p ~ pr, ma anche in questo caso, 
esso ~ (pra) < 1. i 

Infine, diamo il valore della costante di rinormalizzazione della 
funzione di Green di un gas debolmente non perfetto. Essa si calcola 
come 


å Sii ðZ (©, P) 
Zo do O=0, P=Pp 
e vale 
81n2 
Z=1- r (Pra). (24,21) 


1) A temperature non nulle la media di questa grandezza rispetto alla 
distribuzione termica implica la proporzionalità dello smorzamento al quadrato 
T? di cui si è parlato già al § 4. : 


Capitolo III 
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$ 22. Eccitazioni elementari nel liquido 
di Bose quantistico 


Passiamo ora allo studio dei liquidi quantistici a spettro energeti- 
co di tipo assolutamente diverso, che sì potrebbe chiamare tipo Bose !). 

Questo spettro è caratterizzato dal fatto che le eccitazioni ele- 
mentari (non esistenti nello stato fondamentale del liquido) possono 
comparire e scomparire separatamente. Ma il momento di ogni 
sistema quantomeccanico (del liquido nel caso in questione) può 
subire cambiamenti soltanto di un numero intero. Pertanto le ecci- 
tazioni elementari che compaiono separatamente a una a una devono 
avere momento di valore numerico intero e, quindi, obbedire alla 
statistica di Bose. Comunque ogni liquido quantistico composto 
di particelle a spin intero (tale è l’isotopo liquido He*) deve pos-. 
sedere uno spettro di questo tipo. 

A titolo di confronto ricordiamo che queste eccitazioni possono 
comparire o scomparire soltanto a coppie nel liquido di Fermi, 
quando esso viene descritto in termini dello spettro delle eccita- 
zioni elementari non esistenti nello stato fondamentale (vedi la 
fine del $ 1). Questa è la ragione per cui le eccitazioni elementari 
in questo tipo di spettro possono avere spin semintero. 

Nel liquido di Bose quantistico le eccitazioni elementari con 
piccoli impulsi p (la lunghezza d’onda è grande rispetto alle distanze 
interatomiche) corrispondono alle onde sonore idrodinamiche ordi- 
narie, cioè rappresentano fononi. Ciò significa che l’energia di queste 


x 


quasi-particelle è una funzione del loro impulso 
8 = up, (22,1). 


dove u è la velocità del suono nel liquido. Quest'ultima è data dalla 
formula u?.= 92/99, dove non occorre precisare che la derivata 


1) La teoria di questi liquidi quantistici è stata creata da L. D. Landau 

nel 1940-41 subito dopo la scoperta di P. L. Kapitsa della superfluidità dell’elio 
liquido. Queste scoperte. hanno dato origine allo sviluppo della fisica moderna 
dei liquidi quantistici. 
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è calcolata a temperatura T o entropia S costanti in quanto T + 0 
così come S+ 01). 

Il numero di eccitazioni elementari nel liquido di Bose tende 
a zero per T + 0, e a temperature basse le quasi-particelle di densità 
sufficientemente piccola si possono supporre non interagenti mutua- 
mente, cioè costituenti un gas di Bose perfetto. Pertanto, dal punto 
di vista statistico, la distribuzione d'equilibrio delle eccitazioni 
elementari nel liquido di Bose è data dalla formula di Bose (a poten- 
ziale chimico nullo; vedi la nota alla pag. 20) 


n (p) = [eT — 4]-1, (22,2) 


Con l'ausilio di questa distribuzione e conoscendo la dipendenza 
e (p) per p piccoli, si possono calcolare le grandezze termodinamiche 
del liquido a temperature così vicine allo zero assoluto per cui prati- 
camente tutte le eccitazioni elementari esistenti nel liquido abbiano 
energie piccole, essendo cioè fononi. Si possono scrivere immediata- 
mente le formule corrispondenti a partire dalle espressioni per le 
grandezze termodinamiche dei solidi alle basse temperature (cfr. V, 
$ 64). La sola differenza è che al posto delle tre direzioni di polariz- 
zazione possibili delle onde sonore nei solidi (una longitudinale e due 
trasversali) nel liquido ne esiste una sola (longitudinale); pertanto 
tutte le espressioni per le grandezze termodinamiche devono essere 
divise per 3. Così, per l’energia libera del liquido abbiamo 


n274 Or 
F=F=-V ar: (22,3) 
dove F, è l'energia libera allo zero assoluto. L'energia del 
liquido vale . 


T4 
E= EtV r» (22,4) 


e il calore specifico 


2n273 
C= V -5 ; (22,5) 
esso è proporzionale al cubo della temperatura. 
| La legge fononica della dispersione (22,1) è valida soltanto perché 
la lunghezza d’onda della quasi-particella %/p è grande rispetto 
alle distanze interatomiche. A misura che l'impulso aumenta, la 
curva € = e (p) devia, certamente, dalla dipendenza lineare; il suo 


1) La nozione dei fononi è stata introdotta in V, $$ 71, 72 per le eccita- 
zioni elementari nei solidi. Sottolineiamo che l'impulso di un’eccitazione ele- 
mentare in un sistema microscopicamente omogeneo — liquido — è il vero 
impulso e non un quasi-impulso, come nel campo periodico del reticolo 
cristallino di un corpo solido. 
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andamento ulteriore dipende dalla legge di interazione concreta 
fra le molecole del liquido e non può essere definito, quindi, in forma 
generale. 

Nell’elio liquido la legge di dispersione delle eccitazioni elemen- 
tari ha la forma rappresentata nella fig. 2; dopo la crescita lineare 
iniziale la funzione e (p) raggiunge un massimo, in seguito decresce 
e per un determinato valore dell'impulso pọ passa attraverso un 
minimo !). In equilibrio termico la maggioranza delle eccitazioni 


EK 


10 


1 2 3 pilh, ibeni" 
Fig. 2 


elementari nel liquido hanno energie nell'intorno dei minimi della - 
funzione e (p), cioè nel dominio degli e piccoli (l’intorno di e = 0) 
e nel dominio del valore di e (pọ). Pertanto sono questi domini ad 
avere importanza sostanziale. In prossimità del punto p = py si 
può sviluppare la funzione e (p) in potenze di p — pp. Il termine 
lineare non esiste nello sviluppo e abbiamo, a meno dei termini 
del secondo ordine, 


2m* 


e=4 +E, (22,6) 


1) Questa forma dello spettro, proposta originariamente da L. D .§ Landau 
(1947) in base all'analisi dei dati sperimentali sulle grandezze; termodinamiche 
dell’elio liquido, in seguito è stata confermata empiricamente dall’ esperienza 
di diffusione dei neutroni. 

La teoria qualitativa dello. spettro del dato tipo appartiene a R.P. Feyn- 
man (1954); si veda più avanti la nota alla pag. 442. 
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dove A = e (po) e m* sono costanti. Le quasi-particelle di questo 
tipo sono dette rotori. Sottolineiamo, tuttavia, che ambedue i tipi 
di quasi-particelle — fononi e rotoni — corrispondono soltanto a di- 
versi tratti di una medesima curva fra i quali si ha una transizione 
continua. 

1 valori empirici dei parametri dello spettro energetico dell’elio 
liquido (estrapolati per pressione nulla nel caso di densità p = 
= 0,145 g/cm) sono i seguenti 1): 


u = 2,4-10% cm/s, A = 8,7 K, 
Poll = 1,9-108 cm-1,  m* = 0,46m (Het). 


Poiché l’energia del rotone contiene sempre la grandezza A 
grande rispetto a 7 — a temperature sufficientemente basse per 
poter parlare di un « gas rotonico » — si può descrivere quest’ultimo 
mediante la distribuzione di Boltzmann al posto di quella di Bose. 
In accordo con ciò, per calcolare la parte rotonica delle grandezze 
termodinamiche dell’elio liquido, noi partiamo dalla formula per 
l'energia libera del gas di Boltzmann: 


r 


(22,7) 


a eV Li _ @p 
=>NT m $- { esa, di=zio 


(vedi V, $ 44). Allora in questa formula si deve intendere con N 
il numero di rotoni nel liquido. Ma questo numero stesso è definito 
.dalla condizione di equilibrio termodinamico, cioè dalla condizione 
di minima energia libera. Eguagliando a zero 9F/0N, troviamo che 
il numero di rotoni vale 


N,=V i e-8/T dî (22,8) 


{ciò che corrisponde, ‘naturalmente, alla distribuzione di Boltzmann 
con il potenziale chimico nullo). Il valore corrispondente dell’energia 
libera è 


F,=— VT | e-2IT da. 


Bisogna sostituire in questa formula l’espressione (22,6). Poiché 
pi > m*T, allora, integrando in dp, si può portare il fattore p? 
all'infuori dal segno di integrale rimpiazzandolo con p? con una 
precisione sufficiente. Integrando l’espressione esponenziale, si può 
estendere il dominio di integrazione da —oœo a co. Come risultato 
otteniamo i 


moB cun, PoTN 02%) 


1) Diamo anche il valore del potenziale chimico dell’elio liquido per 7 = 
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Di qui i contributi dei rotoni nell’entropia e nel calore specifico sono 


S:=N;(3+4), cc=M(1+4+4). 2210) 


Vediamo che la dipendenza termica della parte rotonica nelle gran- 
dezze termodinamiche è essenzialmente esponenziale. Questa è la. 
ragione per cui a temperature sufficientemente basse (più basse al- 
l’incirca di 0,8 K per l’elio liquido) la parte rotonica è più piccola 
della parte fononica, ma a temperature più alte la situazione si 
capovolge e il contributo rotonico supera quello fononico. 


$ 23. Superfluidità 


Il fluido quantistico a spettro energetico del tipo testé descritto 
gode di una proprietà sorprendente, detta superfluidità, ossia la 
. capacità del liquido di passare per stretti capillari o fenditure senza 
manifestare viscosità. Iniziamo lo studio del liquido allo zero asso- 
luto quando esso si trova nel suo stato normale, non eccitato. 

Consideriamo un fluido passante per un capillare a velocità 
costante v. La presenza della viscosità consisterebbe in ciò: grazie 
all’attrito contro le pareti del tubo e all’attrito all’interno del fluido 
stesso si produrrebbe dissipazione dell’energia cinetica del fluido 

e il flusso rallenterebbe gradualmente. 

Sarà più comodo considerare il flusso in un sistema di coordi- 
nate che si muove con il fluido. In questo sistema l’elio è in quiete, 
mentre le pareti del capillare si muovono a velocità —v. In pre- 
senza di viscosità l’elio in quiete dovrebbe anch'esso cominciare: 
a muoversi. Fisicamente è evidente che il trascinamento del fluido 
da parte delle pareti del tubo non può implicare il movimento del 
fluido come tutt'uno. La comparsa del moto deve iniziare da un'’ec- 
citazione graduale dei movimenti interni, cioè dalla comparsa di 
eccitazioni elementari nel liquido. 

Supponiamo che nel liquido esista un'eccitazione elementare 
di impulso p ed energia e (p). Allora l'energia E, del liquido (nel 
sistema di coordinate in cui prima era in quiete) sarà uguale all’ener- 
gia di questa eccitazione e e il suo impulso P, uguale all’impulso p. 
Torniamo ora al sistema di coordinate in cui il capillare si trova 
a riposo. In accordo con le note formule meccaniche di trasformazione 
dell'energia e dell'impulso, in questo sistema abbiamo i seguenti 
valori per l'energia £ e l’impulso P del liquido: 


E= E Pv +A, P=P,+Mv, (23,1) 
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dove M è la massa del liquido. Rimpiazzando Æ, Po con e, p, 
scriviamo 


E=etpv4 È. (23,2) 


Il termine Mv?/2 rappresenta l'energia cinetica iniziale del liquido 
in moto; quanto al termine e + pv, esso esprime la variazione del- 
l'energia grazie alla comparsa dell’eccitazione. Questa variazione 
deve essere negativa in quanto l’energia del liquido in moto deve 
diminuire 

e+pvrv<0. 


Per un dato p la grandezza a primo membro della disuguaglianza 
ha il valore più piccolo per p e v antiparalleli; perciò in ogni caso 
si deve avere e — pv<0, cioè 


v>i. (23,3) 


Questa disuguaglianza deve essere verificata almeno per certi 
valori dell'impulso p dell’eccitazione elementare. Pertanto possiamo 
ottenere la condizione di comparsa possibile delle eccitazioni nel 
liquido passante per il capillare dopo aver trovato il minimo del 
rapporto e/p. Dal punto di vista geometrico il rapporto e/p rappre- 
senta la tangente dell'angolo d’inclinazione della retta tracciata 
dall’origine delle coordinate (nel piano p, €) verso un punto della 
curva e = e (p). Il suo termine minimo sarà definito, evidentemente, 
dal punto in cui la retta tracciata dall'origine delle coordinate è tan- 
gente alla curva. Se questo minimo è diverso da zero, allora per velo- 
cità del flusso non troppo grandi nel liquido non possono comparire 
eccitazioni. Ciò significa che il suo flusso non si rallenterà, cioè 
the si verificherà il fenomeno della superfluidità. 

La condizione di superfluidità ottenuta si riduce di fatto all'ipo- 
tesi che la curva e = e (p) non tocchi l’asse delle ascisse nell'origine 
delle coordinate (a prescindere dall’eventualità poco probabile che 
nel suo andamento ulteriore essa tocchi questo asse). Perciò ogni 
spettro in cui le eccitazioni, sufficientemente piccole, siano fononi 
condurrà infatti alla superfluidità. 

Consideriamo ora lo stesso liquido a temperatura diversa dallo 
zero assoluto (anche se vicina ad esso). In questo caso il liquido non 
si trova più nello stato fondamentale e contiene eccitazioni. I ragio- 
namenti sopra citati restano di per sé validi, poiché in essi non è stato 
tenuto conto del fatto che il liquido si trovava inizialmente nello 
stato fondamentale. Il movimento del liquido relativamente alle 
pareti del tubo, essendo soddisfatta ia detta condizione, non potrà 
implicare, come prima, la comparsa di eccitazioni elementari nuove. 
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Tuttavia dobbiamo precisare come si comporteranno le eccitazioni 
già esistenti nel liquido. i 

Supponiamo a tal fine che il « gas di quasi-particelle » si muova 
come un tutt'uno di moto traslatorio a velocità v relativamente al 
liquido. La funzione di distribuzione per il gas moventesi come un. 
tutt'uno si ottiene dalla funzione di distribuzione n (e) per il gas 
in quiete sostituendovi l’energia e della particella con la grandezza 
€ — pv, dove p è l’impulso della particella. Per un gas ordinario 
questa circostanza non consegue direttamente dal principio di rela- 
tività di Galileo e si dimostra semplicemente passando da un sistema 
di coordinate a un altro. Nel caso considerato, invece, queste consi- 
derazioni sono inapplicabili in quanto il gas di quasi-particelle si 
muove non nel vuoto, ma « attraverso il liquido ». Ciononostante, 
l'affermazione resta valida, come deriva dai ragionamenti seguenti. 

Supponiamo che il gas di eccitazioni si muova relativamente 
al liquido a velocità v. Consideriamo un sistema di coordinate in. 
cui il gas come un tutt’uno è in quiete, mentre il liquido si muove 
rispettivamente a velocità —v (sistema K). Secondo la formula di 
trasformazione (23,1) l’energia E del liquido nel sistema K è legata 
all'energia £, nel sistema in cui il liquido è in quiete (sistema Ko) 
dalla relazione 


E= EP +. 
Supponiamo che nel liquido compaia un’eccitazione elementare di 
energia g (p) (nel sistema Kọ). Allora l'energia supplementare del 
liquido nel sistema X sarà e — pv, ciò che dimostra l'affermazione 
fatta 1). 

Quindi, l'impulso completo del gas di quasi-particelle (riferito 
all'unità di volume) sarà 


P= f pr (e — pv) di. 


Supponiamo che la velocità v sia piccola, e sviluppiamo l’espressione 

integranda in potenze di pv. Il termine di ordine zero scompare 
(integrando sulle direzioni del vettore p) e resta. 

dn 

P= -Í P (PY) —- 


ossia, dopo aver calcolato la media rispetto alle direzioni del vet- 
tore p, 


© r 


€ 


P- f (3) pa dt. (23,4) 


._ +) Per le quasi-particelle nel liquido di Bose n (e) rappresenta la distribu- 
zione (22,2). Rivolgiamo l’attenzione sul fatto che la condizione di superfluidità 
(v < elp) coincide esattamente con la condizione che garantisce la positività 
e la finitezza dell’espressione n (e — pv) per tutte le energie. 
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Vediamo soprattutto che il movimento del gas di quasi-particelle 
è accompagnato dal trasporto di una certa massa: la massa efficace 
dell’unità di volume di gas è determinata dal coefficiente di propor- 
‘zionalità fra l'impulso P e la velocità v nella formula (23,4). D'altra 
parte, quando il liquido scorre in un capillare, ad esempio, niente 
impedisce alle quasi-particelle di urtare contro le pareti del tubo 
e di scambiare con esse l’impulso. Come risultato il gas di eccita- 
zioni sarà arrestato, come si verificherebbe con qualsiasi gas nor- 
male passante per un capillare. 

Siamo giunti così al risultato fondamentale seguente. A tempe- 
rature diverse da zero una parte della massa del liquido si comporterà 
come un liquido viscoso normale che si « appiccica » in moto alle 
pareti del condotto; la parte restante della massa si comporterà, 
invece, come un liquido superfluido privo di viscosità. Il fatto essen- 
ziale è che fra queste due parti della massa liquida, che si muovono 
« l’una attraverso l’altra », non esiste attrito, vale a dire che non 
si produce la trasmissione d’impulso da una all’altra. Infatti, ab- 
biamo già ottenuto l’esistenza stessa di questo movimento reciproco 
di una parte della massa liquida relativamente all’altra considerando 
l'equilibrio statistico nel gas di eccitazioni in moto uniforme. Ma 
se un certo movimento relativo può prodursi nello stato di equilibrio 
termico, ciò significa che esso non viene accompagnato da attrito. 

Sottolineiamo che considerare il liquido come « miscela » delle 
sue due « parti », normale e superfluida, non rappresenta altro che 
un'espressione comoda per la descrizione dei fenomeni che si veri- 
ficano nel liquido quantistico; ciò non significa affatto che si può 
separare realmente il liquido in due parti. Come ogni altra descri- 
zione dei fenomeni quantistici in termini classici, questo modo non 
è completamente adeguato. In realtà è più corretto dire che nel 
liquido di Bose quantistico possono prodursi contemporaneamente 
due moti, ciascuno dei quali è legato alla sua massa efficace (cosicché 
la somma di queste masse è uguale alla massa reale completa del 
liquido). Uno di questi moti è « normale », cioè gode delle stesse 
proprietà del moto di un liquido viscoso ordinario; l’altro, invece, 
è « superfluido ». Entrambi questi moti si producono senza trasmis- 
sione d’impulso dall’uno all’altro. 

Quindi, dal punto di vista idrodinamico, la densità del liquido 
di Bose può essere rappresentata sotto forma della somma p = pn + 
+ ps delle parti normale e superfluida, ciascuna delle quali è legata 
alla sua velocità idrodinamica rispettiva: v, e v,. La potenzialità 
è una proprietà importante del movimento superfluido: 


rot v, = 0. (23,9) 


Questa proprietà è l’espressione macroscopica del fatto che le eccita- 
zioni elementari di grande lunghezza d’onda (cioè di impulsi piccoli) 
sono quanti sonori, ossia fononi. Pertanto l’idrodinamica macro- 
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scopica del movimento superfluido non deve ammettere altre vibra- 
zioni, tranne le vibrazioni sonore 1); ciò è garantito fra l’altro dalla 
condizione (23,5) (alla cui giustificazione noi torniamo ancora al 
$ 26) °). 

Per T = 0 la parte normale della densità è pp = 0; il liquido 
può eseguire soltanto il movimento superfluido. A temperature 
diverse da zero p, è data dalla formula (23,4): 


P= l (-Ẹ) p° di. (23,6) 


Per calcolare il contributo fononico in p,, poniamo nella (23,6) 
e = up: i 


00 
a 41 dn _, 4np° dp 
(Pnt = 3) Tp P Ori 
0 


e dopo integrazione per parti troviamo 


i 4 N 45 p° dp 4 
(Pali = 57 f nP -onn = Bu? f endr. 
0 


L'integrale rimanente qui non rappresenta altro che l’energia del- 

l’unità di volume del gas fononico; ricavando questa grandezza dalla 

(22,4), otteniamo infine . 
4E 22TA 

(Pn) = Siy = 755545 * (23,7) 


Per calcolare, invece, il contributo rotonico in ppn, osserviamo 
quanto segue: poiché i rotoni si possono descrivere mediante la di- 
stribuzione di Boltzmann, allora per ‘essi dn/de = —n/T, e dalla 
(23,6) ricaviamo 


1 P N 
(Pr)r=37 i pindi =. 7 . 


Ponendo, con precisione sufficiente, p? = p? e ricavando N, dalla 
(22,9), otteniamo ` 
' pN 2 (m*}/2 Pî 2 ; 
(Pn) = -37y = Fon E (23,8) 


Alle temperature più basse il contributo fononico in p, è grande 
rispetto a quello rotonico. Essi diventano uguali pressappoco per 


1) È supposto che il liquido sia illimitato. In presenza di superficie libera 
sono possibili anche delle oride capillari superficiali (ciò conduce a una deter- 
minata dipendenza termica della tensione superficiale; vedi il problema 1). 

2) Per uno studio più dettagliato dell’idrodinamica del liquido superfluido 
vedi un altro volume del presente Corso (volume VI). 


122 CAPITOLO III 


0,6 K, e per temperature più elevate il contributo rotonico diventa 
prevalente. l 

Al crescere della temperatura una parte sempre più grande della 
massa liquida diventa normale. Nel punto in cui si ottiene l’ugua- 
glianza pn = p la proprietà di superfluidità scompare completa- 
mente. Questo punto, detto A-punto del liquido, rappresenta un 
punto di transizione di fase di seconda specie 1). Quanto alle for- 
mule quantitative (23,7-8), esse, ovviamente, sono inapplicabili 
nell'intorno del A-punto, dove la concentrazione di quasi-particelle 
è così grande che la stessa nozione di esse in misura notevole perde 
senso. 
Soffermiamoci ancora sulla questione inerente al comportamento 
+ degli atomi di impurità sciolte nell’elio liquido; la concentrazione 
© di queste impurità è supposta così piccola che i loro atomi si possono 
. considerare come non interagenti gli uni con gli altri (L. D. Landau, 

I. Ja. Pomerantuk, 1948). 

i La presenza di un atomo estraneo nel liquido implica la comparsa 
di una diramazione nuova dello spettro energetico, corrispondente 
al passaggio di questo atomo attraverso il liquido; è ovvio che, data 
la forte interazione fra l'atomo dell’impurità e gli atomi del liquido, 
questo movimento rappresenta in realtà un’azione comune cui pren- 
dono parte anche gli atomi del liquido. A questo movimento si può 

“attribuire un certo impulso risultante p che si conserva. Quindi, 
nel liquido compaiono quasi-particelle di tipo nuovo (di numero 
uguale al numero di atomi dell’impurità), la cui energia €m (p) 
è una funzione dell’impulso. Le energie di queste quasi-particelle 
in equilibrio termico saranno concentrate in prossimità del più 
piccolo dei minimi della funzione &,m (p). Infatti, si tratta dell’im- 
purità dell’isotopo He?, e i dati empirici mostrano che questo minimo 
si trova per p = 0; nel suo intorno l'energia della quasi-particella 
ha la forma 1 


2 È 
Eim (P) = © (28,9) 


con la massa efficace min = 2,8 masse dell’atomo He’. 

Le quasi-particelle di impurità interagiscono con i fononi e i ro- 
toni entrando in collisione con essi e, quindi, appartengono alla com- 
posizione della parte normale del liquido. Poiché la concentrazione 


x 


di queste quasi-particelle è piccola, la loro distribuzione termica 


1) L’elio liquido alle temperature al di sotto di questo punto è detto elio II. 
I à-punti formano una linea sul diagramma delle fasi nel piano P, T. Questa 
linea interseca la linea)di ‘equilibrio fra il liquido e il vapore alla temperatura 
di 2,19 K. f 
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‘è rappresentata da quella di Boltzmann e il loro contributo in pn 
(definito dalla (23,6)) è dato dalla formula 


(Pn)im = HE = Ha Mim, (23,10) 


dove Nim/V èil numero di atomi dell’impurità nell'unità di volume. 


PROBLEMI 


1. Trovare la legge limite della dipendenza dalla temperatura del coeffi- 
ciente di tensione superficiale a dell’elio liquido in prossimità dello zero asso- 
luto (K. R. Atkins, 1953). 

Soluzione. Il coefficiente œ è l'energia libera dell'unità di superficie del 
liquido (vedi V, la formula (154,6)). Questa grandezza si calcola in base alla 
formula (64,1) del volume V, nella quale le frequenze @g sono riferite ora alle 
vibrazioni superficiali. Nel caso bidimensionale, il passaggio dalla somma 
all'integrazione (in vettori d'onda delle vibrazioni) va eseguito introducendo 
il fattore d?k/(2m)? o 2rk dk/(2n)?. L'integrazione per parti dà 

= __,=h0/T k dk n hi k2 dw 
IRE f ln (1—e -aa ce TI 


(œ, è la tensione superficiale per T = 0). A temperature sufficientemente basse 
hanno importanza soltanto le vibrazioni a frequenze piccole, cioè a lunghezze 
d'onda grandi. Queste vibrazioni rappresentano le onde capillari idrodinamiche 
per le quali o? = ak*/p = agk8/p, dove p è la densità del liquido. Pertanto 


PCI. ( 


i 00 
Lef w4/3 do 
4n 


o elQ/T _ 4 
0 


(la convergenza rapida dell’integrale permette di rendere infinito il limite 
superiore). Il calcolo dell’integrale (vedi la nota al $ 58, V) dà 


T7392/3 7 7 ! T71/3 2/3 
ant pago N37): (Ra 


Questo risultato riguarda l’He® liquido a temperature così basse che tutta la 
massa del liquido può essere considerata superfluida !). 

2. Trovare la legge di dispersione £m (p) per le particelle di impurità 
in un liquido superfluido in moto se questa legge eim (p) è nota per il liquido 
in quiete (J. Bardeen, G. Baym, D. Pines, 1967). 

Soluzione. Dopo aver aggiunto al liquido in quiete (per T = 0) un atomo 
di impurità (di massa m) di impulso pọ la sua energia e il suo impulso (nel 
sistema di coordinate in cui il liquido inizialmente era in quiete) sono Eg = 
= efm (po): Po = Po. Nel sistema di coordinate, invece, in cui il liquido si 
muove ‘a velocità v, secondo la (23,1) abbiamo 


Fei (p)+povit E (M+m) 02, P=po+(M-+m)v. 


1) Nel liquido di Fermi (He? liquido) le onde capillari del tipo considerato 
(così come le onde volumetriche del suono normale) non esistono a causa di 
un aumento indefinito della viscosità per T + 0. 
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Di qui si vede che le variazioni dell'energia e dell’impulso del liquido in moto 
con un atomo di impurità associato sono 


> P=Potmv. 


Esprimendo £m in funzione di p, troviamo 


Eim (P) = efh (p_mw+pv— aa ; 


Per piccoli valori di v, per lo spettro ei (p) della forma (23,9) abbiamo, a meno 
dei termini del primo. ordine, 


Eim (p)= mi HYP (1- m ) 


im 


$ 24. Fononi nel liquido 


Passando dal quadro classico delle onde sonore alla rappresenta- 
zione quantistica dei fononi, le grandezze termodinamiche (densità, 
velocità del fluido ecc.) vengono sostituite con operatori che si 


esprimono in funzione degli operatori cy, ck di distruzione e crea- 
zione dei fononi. Deduciamo le formule che forniscono queste espres- 
sioni. 

Ricordiamo che nella descrizione classica di un’onda sonora la 
densità del liquido è sottoposta a piccole vibrazioni di frequenza 
e vettore d’onda legati dalla relazione œ = uk. La velocità del - 
liquido v ha lo stesso ordine di grandezza infinitesimale che la 
parte variabile della densità p’ = p — pọ (essendo pọ la densità 
in equilibrio). Il movimento del liquido nell’onda è potenziale, 
cioè può essere descritto dal potenziale scalare della velocità @ 
che determina la velocità secondo la relazione 


= Vo. (24,1) 
La velocità e la densità sono legate reciprocamente dall’equazione 
di continuità dp'/0t = —div (pv) 2 —py div v, ossia 
dp' ° 
+= e PoP. | (24,2) 


L'energia del liquido in un'onda sonora è data dall’integrale 


v2 u2p'2 
E= f (5 a ) dêz. (24,3) 
Il primo termine dell'espressione integranda è la densità dell'energia 
cinetica e il secondo dell’energia interna del liquido; ambedue 
i termini sono quadratici nelle grandezze piccole v e p’. 

L’ulteriore procedimento di quantizzazione si potrebbe effettuare 
completamente in modo analogo, come è stato fatto per i fononi nei 
cristalli solidi (vedi V, $ 72). Tuttavia, seguiremo qui un’altra via 
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che fornisce alcuni momenti metodologici assai istruttivi. Conside- 
riamo dapprima gli operatori di densità e velocità del liquido, espressi 
in funzione di variabili microscopiche, cioè mediante le coordinate 
delle particelle. 

Nella teoria classica la densità p e la densità del flusso della 
massa liquida j possono essere rappresentate dalle somme 


= È m$ (rar), j(r) =} Paô (ra — r), 


calcolate su tutte le particelle (rą e Ppa sono raggi vettori e impulsi 
delle particelle); gli integrali di queste funzioni in un volume qual- 
siasi danno la massa e l’impulso completi del liquido in questo volu- 
me. Passando alla teoria quantistica, queste funzioni vengono sosti- 
tuite dagli operatori corrispondenti. L'operatore di densità ha la 
stessa forma 


P (r) =D mad (rar), (24,4) 
mentre l'operatore di densità del flusso è 
a 4 a a 
i) = + Di {pad (ra — T) +6 (ra — £) Po}, (24,5) 


dove pa = —ihV, rappresenta l'operatore di impulso della parti- 
‘cella 1). K i 

Troviamo la regola di commutazione fra gli operatori į (r) e p (r’), 
calcolati nei punti r e r’; in questo caso si può considerare, per 
brevità, un solo termine nelle somme (24,4-5) in quanto gli operatori 
corrispondenti a diverse particelle sono commutativi. Sviluppando 
il commutatore, gli operatori della forma è (r, — r) V,ô (r, — r’) 
si trasformano nel seguente modo: 


È (ri — 1) Vid (fa — r°) = ô (ra — 1) (Vô e — 1) + 
+80 — t) ô (m — r')V a 


dove l’espressione (Vô (r — r')) del primo termine non significa 
altro che il gradiente della funzione 6; dato che questo termine con- 


1) Supponiamo, per semplicità, che il sistema sia composto di una sola ` 
particella. La media dell'operatore; p (e) = mô (r, — r) rispetto allo stato con 


funzione d'onda w (r1) dà f p* (r1) PY (r1) d'r, = m | 4p (1) |2, come deve essere. 


Analogamente, la media dell'operatore Î (r) fornisce l’espressione corretta per 
la densità del flusso 


(1/24) {4* (r) Vw (e) — + (r) V* (1)}. 
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tiene il fattore è (r; — r) vi si può scrivere (Vô (r — r’)) al posto 
di (V,$ (r, — r')). Come risultato otteniamo 


im) Fee = e) (4,0) 


- Introduciamo ora, al posto di j, l'operatore di velocità dei liquidi 
‘vin base alla definizione 


2 4,255 an 
į = z (PV + Yp). 


La regola di commutazione degli operatori pe vj è determinata 


dalla condizione che per il commutatore di p e j si abbia l'espres- 
sione (24,6). E facile provare che a tal fine occorre porre 


vepa)—p@)vM= —ih (Vee — rn) 


(tenendo intanto conto della commutatività evidente degli operatori 
o (r) e © (r’)). Infine, ponendo v (r) = Vọ (r), otteniamo la seguente 
regola di commutazione fra gli operatori di densità e di potenziale 
della velocità: 


o 0) p C) — p E) p E) = ihs e — r’) (24,7) 


(è evidente che al posto di p si può scrivere qui l'operatore p' = 
= p — po della parte variabile della densità). La regola (24,7) 
è analoga alla regola di commutazione fra la coordinata e l’impulso 
della particella; in questo senso le grandezze p’ e @ fungono nel 
caso considerato da « coordinate » ed « impulsi » generalizzati cano- 
nicamente coniugati. 

Utilizzando le espressioni (24,4-5) per stabilire la regola (24,7), 
scriviamo ora gli operatori q e p’.nella rappresentazione della seconda 
quantizzazione (esprimendoli cioè in funzione degli operatori. di 
distruzione e creazione dei fononi) chiedendo in questo caso che essi 
soddisfino la regola (24,7). A tal fine scriviamo 


©) =77 D (Aucuette + Alce) 
k 


a coefficienti Ax per il momento indeterminati; la sommatoria va 
estesa a tutti i valori che il vettore d'onda descrive in un volume 


V grande ma finito 1). Gli operatori cx e ci verificano le regole 


1) A differenza degli operatori y delle particelle, l'operatore di una grandez- 
za reale p è hermitiano e contiene contemporaneamente gli operatori di annichi- 
lazione e creazione dei fononi. Ricordiamo che questa proprietà (così come la 
stessa proprietà degli operatori di campo in elettrodinamica quantistica) è dovu- 
ta alla non conservazione del numero di « particelle » nel campo fononico. 
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di commutazione di Bose 
Culo — ckecx = dk» (24,8) 


Per gli ulteriori rimandi ricordiamo che gli elementi matriciali 
non nulli di questi operatori sono 


(nk — 1|cx| na) = Malco — 1) = V ny (24,9) 


dove ny sono i numeri di riempimento degli stati fononici. 

Tuttavia, nel seguito avremo bisogno dell’operatore di Heisenberg 
DÒ (t, r), anziché di quello di Schrödinger P (r). Esso si ottiene sem- 
plicemente , da ọ (r) introducendo i fattori exp (tiot) a frequenze 
© = uk in ciascun termine della somma . 


x 1 SAN? A L 
P (8:1) VV > (Agcgeitur-Rut) + Afcte- i(kr_hut)) l 


(cfr. quanto detto a duusti proposito per gli operatori p all’inizio 
del $ 9). Quanto all’operatore di densità p’ (t, r), esso deve essere 
connesso all'operatore @ (t, r) mediante la relazione (24,2) e, di 
conseguenza, viene dato dalla stessa somma coi fattori îAxpok/u 

` al posto di Ax. In seguito i fattori Ax si devono determinare tali 
che si verifichi la regola di commutazione (24,7). Infine, otteniamo 
le seguenti espressioni: 

a ħu 1/2 ^, 2 p 

Q(t, r)= 2 (or) (Cpeitkr ukt) 4 cte- iki=ukt), 
(24,10) 


pern =Ji (eee), gikr-uht) — Gte-i(kr-uAt)), 
k 


Infatti, sostituendo queste espressioni nel primo membro della 
regola (24,7) e tenendo conto della (24,8), otteniamo la funzione è 
cercata 
. 1 “ape PER $ , 
ih DI (cuci — chey) eike- = 
k 


È piy i ; 
=% "È eike- > A È giur) ar = ihô (r— r’). 


È facile convincersi anche che l'operatore hamiltoniano del liqui- 


do, che si ottiene rimpiazzando v e p’ con v = vo e P, nell’integrale 
(24, 3) ha, come deve, la forma 


Ê= >» uhk (e+) ; 


k 
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i suoi autovalori sono uguali a Zuhk (nk + 1/2) in accordo con la 
rappresentazione dei fononi di energie e = uhk. j 

L'espressione (24,3) per l'energia del liquido nell’onda sonora 
rappresenta i primi termini (dopo quello zero) dello sviluppo del- 
l’espressione esatta 1 


E= | (PF + pe (p) | az 


(dove e (p) è l'energia interna dell'unità di massa del liquido). 
Questo integrale, nel quale v e p sono sostituiti dagli operatori 
v=Vpep=po+p conge p' ricavati dalla (24,10), funge da 
operatore hamiltoniano esatto 


Î = f [E + pe (0) | da (24,14) 
(l'operatore dell'energia cinetica è scritto nella forma simmetriz- 


zata vpv/2 per essere hermitiano). In questo caso è importante che 
p e p rappresentino « coordinate ed impulsi generalizzati » canoni- 
camente coniugati mediante i quali deve essere espresso l'operatore 
hamiltoniano. Ciò si vede dal fatto che la regola di commutazione 
(24,7), cui soddisfano gli operatori (24,10), è esatta in quanto per 
la sua deduzione non è stato mai supposto che le oscillazioni fossero 
piccole. 

I termini di grado più elevato (di terzo ecc.) dello sviluppo di 
questo operatore hamiltoniano esprimono la natura anarmonica delle 
vibrazioni sonore, mentre in termini di rappresentazione fononica 
“descrivono l'interazione fra i fononi. Questi termini hanno elementi 
matriciali per le transizioni con variazione simultanea di alcuni 
` numeri di riempimento dei fononi e, quindi, fungono da perturba- 
zione che genera processi disparati di diffusione e decadimento dei 


fononi. In questo caso gli elementi matriciali degli stessi operatori 
cx e ci hanno, ovviamente, la precedente forma (24,9), poiché (come 
si fa sempre nella teoria delle perturbazioni) si usa una rappresenta- 
zione in cui l'operatore hamiltoniano imperturbato è diagonale. 
. Diamo qui le espressioni per i termini del terzo e del quarto ordine: 


gaci GI L(LE) SE] ata, (24,12) 


$ 25. Gas di Bose quasi-perfetto degenere 


Le proprietà fondamentali dello spettro energetico del tipo di 
Bose sono evidenti in un modello di gas di Bose debolmente non 
perfetto a temperature vicine allo zero. Questo modello verrà studia- 
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to nel presente paragrafo, così come abbiamo fatto al $ ;6 per il gas 
di Fermi !). Quanto detto al $ 6 riguardo alla caretteristica gene- 
rale dei modelli di un gas quasi-perfetto degenere si riferisce ugual- 
mente al caso in questione. In particolare, la condizione per cui un 
gas è debolmente non perfetto (il parametro gassoso vale a (NIVY « 
< 1 con a come lunghezza di diffusione) può essere formulata, come 
prima, nella forma della condizione (6,1) di piccolezza degli impulsi 
delle particelle: pa/lì < 1 ?). 

L'operatore hamiltoniano di un sistema di bosoni (che supporremo 
non aventi spin) interagenti a coppie ha una forma che differisce 
dalla (6,6) soltanto per mancanza degli indici di spin: 


T 2 aT 1 ET miray A Sa 
H=% 3 dia» +5 DI (Pip, lU | pipa) apragsepoap, (25,1) 


(la sommatoria è estesa a tutti gli impulsi che figurano negli indici). 
Quanto agli operatori di distruzione e creazione delle particelle, ora 
essi verificano le regole di commutazione 


aon o oyn 
apap — ajap= 1. 
Come al $ 6, in accordo con l'ipotesi di impulsi piccoli, sostituiamo 


di nuovo tutti gli elementi matriciali nella (25,1) con i loro valori 
per impulsi nulli; allora 


a p? naona U INA] a oana 
H= 5 > o +37 ` ap;Ap:äpsűpi; , (25,2) 


La seguente osservazione serve come punto di partenza per l'ap- 
plicazione della teoria delle perturbazioni a questo operatore hamil- 
toniano. Nello stato fondamentale del gas di Bose perfetto tutte le 
particelle si trovano in condensato, ossia nello stato di energia nulla; 
i numeri di riempimento Np=0 = No = N, Np = 0 per p0 
(vedi V, § 62). Quanto al gas quasi-perfetto, i numeri N, nello 
stato fondamentale e negli stati debolmente eccitati sono diversi 
da zero, ma sempre molto piccoli rispetto al numero macroscopica- 


mente grande N,. Ciò che la grandezza ajao = N° & N è assai. 
grande rispetto all’unità significa che l’espressione 


asi — da, = 1 


1) Il metodo che viene esposto sotto appartiene a N. N. Bogoljubov (1947). 
L'applicazione di questo metodo al gas di Bose è stato il primo esempio 
di deduzione microscopica conseguente dello spettro energetico dei « liquidi 
quantistici ». 

2) Noi vedremo più avanti che nel gas di Bose degenere la massa principale 


di particelle (fuori del « condensato ») ha impulsi p ~ © VaN/V per i quali 
la detta disuguaglianza è effettivamente valida. , 


130 i CAPITOLO III 


è piccola rispetto ai valori stessi 4o; at; perciò. questi ultimi si 
possono considerare come numeri ordinari (uguali a VN o) trascu- 
randone la non commutatività. 

Formalmente l'applicazione della teoria delle perturbazioni si- 
gnifica ora lo sviluppo della somma quadrupla nell'espressione (25,2) 
in potenze delle grandezze piccole ap € ap (p Æ 0). Il termine nullo 
dello sviluppo vale i 


ataa at. (25,3) 


I termini del primo ordine mancano (poiché è impossibile osservare 
in essi la legge di conservazione dell'impulso). I termini del secondo 
ordine sono 
a} D (Gap + apatp + 4054). (25,4) 
peo 
Se ci limitiamo alla precisione fino ai termini del secondo ordine, 
possiamo sostituire a? = No nella (25,4) al numero completo di 
particelle N. Nel termine (25,3), invece, si deve tener conto della 
relazione più precisa 


p0 
‘Come risultato la somma dei termini (25,3-4) diventa uguale a 
N2°+N Ñ (apa-p+ äta p+ 20509)» 
p#e0 


e dopo la sua sostituzione nella (25,2) otteniamo la seguente espres- 
sione per l'operatore hamiltoniano: 


A N? p? a A N aon naoa PORCA 
H=<57 U+ DI pra Apa t 5y Uo x (pū -p + 4p4-p + 2a50p)- 
p p0 , 


(25,5) 


Il primo termine di questa espressione definisce, in prima appros- 
simazione, l'energia E, dello stato fondamentale del gas, mentre la 
sua derivata rispetto a N definisce rispettivamente il potenziale 
chimico p per T = 0: 


N? N l 
Eo = 5y Vo =y Up (25,6) 


Gli altri termini (nella (25,5)) danno, invece, la correzione ad Eo 
e lo spettro di stati debolmente eccitati del gas. 

L'integrale U, che figura nella (25,5) deve essere ancora espresso 
in funzione di una grandezza fisica reale, ossia della lunghezza di 
diffusione a. Nei termini del secondo ordine ciò si può eseguire diret- 


tamente in base alla formula (6,2): Uo = 4nħ?alm. Quanto al primo 
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termine, qui occorre la formula più esatta (6,5), che tiene conto 
della seconda approssimazione di Born nell’ampiezza di diffusione. 
Inoltre si tratta di due particelle collidenti del condensato per cui 
nella somma della (6,5) bisogna porre p, = p: = 0, p; = —p, = p 
in modo che si abbia 


U, = le (1+4 Di). 


Sostituendo questa espressione nella (25,5), avremo per l’operatore 
hamiltoniano 


Ê= 2nha N? (1e 5 SES 


m p? 


2nħ?a N 
m 


7È (Apa -p+ atát p+ 2atap) + VE 2 atay. (25,7). 


P0 P 


+ 


Per determinare i livelli energetici, occorre ridurre l'operatore 
hamiltoniano alla forma diagonale, il che si ottiene mediante una 


trasformazione lineare appropriata degli operatori dp, ab. Intro- 
duciamo i nuovi operatori dò», dj in base alla definizione 


p= Upp + Vpbtp, a= updi -+ Vpb-p, 
e, inolìre, chiediamo che essi verifichino le stesse relazioni di com- 
mutazione 
bpb — bpp =0, Bpbie— bbp = Ôpp's 
degli operatori ‘ap, a}. Si vede facilmente che a tal fine deve essere 


ui — vp = 1. Tenendone conto, scriviamo la trasformazione lineare 
come segue: 


~ _ bptLpbtp ~ bb+Lpdp 25.8 
ap = T7==57 è pT Tora (25,8) 
Vi- Vi-L? 


La grandezza Lp deve essere definita in modo tale che nell’ operatore 


hamiltoniano scompaiano i termini non diagonali (bpb_p, dib_i). 
Un semplice calcolo dà 


ì 2 
Ly=4, fe Tm), - (25,9) 
dove si sono introdotte le seguenti notazioni: 
i 2 \ 271/2 
e(p)=[wp+(4-)], (25,40) 


- { A4sh?aN \ 4/2 
u= (a). (25,11) 
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In questo caso l'operatore hamiltoniano diventa 
È = E; +3 3 € (p) bj 0 (25,12) 


dove 
(25,13) 


N 1 3 
E=- RZ 2 fe (P) — -mu 


La forma P S SA hamiltoniano (25,12) e le relazioni di 
Bose della commutazione fra gli operatori bp, bi permettono. di 
concludere che dé e bp rappresentano operatori di creazione è distru- 
zione delle- quasi- -particelle di energia e (p) che obbediscono alla 
statistica di Bose. Gli autovalori dell'operatore diagonale bsb 
rappresentano i numeri np di quasi-particelle con impulso p, mentre 
la formula (25,10) determina la dipendenza della loro energia dal- 
l'impulso (di nuovo i numeri di riempimento delle quasi-particelle 
sono indicati con np a differenza dei numeri di riempimento Np 
delle particelle vere e proprie del gas). Con ciò lo spettro energetico 
degli stati debolmente eccitati del gas considerato è completamente 
determinato. 

La grandezza £,, invece, è l'energia dello stato fondamentale 
del gas. Sostituendo alla sommatoria sui valori discreti di p (nel 
volume V) l'integrazione in Vd*p/(2nà)* ed eseguendo i calcoli, 
otteniamo la seguente espressione: 


ns la PN [1 pie 128 San (25,14) 


(T. D. Lee, C. N. Yang, 1957). Rispettivamente, per il potenziale 
chimico del gas (per 7 = 0) abbiamo 


6E ioni T 32 a3 N 
peen (4 2 VE. s 


Queste formule rappresentano i due primi termini dello sviluppo in 
potenze di (a°N/V)Y?. Ma già il termine successivo non potrebbe 
essere calcolato con il suddetto metodo. Esso deve contenere il 
volume come V~, e una grandezza di questo ordine dipende ormai 
non soltanto dagli urti doppi, ma anche da quelli tripli. 

Per grandi valori dell’impulso (p > mu) l’energia delle quasi- 
particelle (25,10) tende a p?/2m, cioè all'energia cinetica di una sin- 
gola particella del gas. 

Invece, per piccoli impulsi (p « mu) abbiamo e œ% up. È facile 
vedere che il coefficiente u coincide con la velocità del suono nel 
gas, cosicché questa espressione corrisponde ai fononi, in accordo 
con le affermazioni generali fatte al $ 22. Per T = 0 l'energia libera 
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coincide con l'energia £,; considerando il termine generale nello 
sviluppo di quest'ultima, troviamo la pressione 

ðE _ 2nh%aN? 

ôV mV? 


Quanto alla velocità del suono, otteniamo u = V 9P/dp (dove p > 
= mNI/V è la densità del gas), il che coincide con la formula (25,14). 

Notiamo che nel modello considerato del gas di Bose la lunghezza 
di diffusione a deve necessariamente essere positiva (interazione di 
repulsione fra le particelle). Formalmente ciò si vede già dal fatto 
che nelle formule ottenute comparirebbero termini immaginari per 
l’energia se a fosse negativa. Il significato termodinamico della con- 
dizione a > 0 è che essa è necessaria, affinché nel suddetto modello 
del gas di Bose sia verificata la «disuguaglianza (0P/0V), < 0. 

La distribuzione statistica delle eccitazioni elementari (dove 
np sono le medie dei loro numeri di riempimento) a temperatura 
non nulla è data semplicemente dalla formula di distribuzione di 
Bose (22,2). Quanto alla distribuzione Np degli impulsi delle par- 
ticelle vere del gas, la si può calcolare mediante la media dell’ope- 
ratore asa. Utilizzando la (25,8) e tenendo conto che i prodotti 


p Óp e diò', non hanno elementi matriciali diagonali, otteniamo 
— hpl, +i) 
O E pe (25,16) 


Questa espressione è valida, ovviamente, soltanto per p = 0. Il nu- 
mero di particelle di impulso nullo è 


—_— — V — 
N=N- Z N= N- -gay | Mo ëp. (25,17) 
p#0 


In particolare, allo zero assoluto tutti gli np = 0, e mediante 
la formula (25,9) ricaviamo dalla (25,16) la funzione di distribuzione 
nella forma 1) 


m2u4 
No =- e OF pm F m) (25,18) 


(per T = 0 i valori medi di Np coincidono con i valori esatti; perciò 
omettiamo il trattino orizzontale sopra la lettera). La natura non 
perfetta del gas di Bose implica, naturalmente, la comparsa di 


1) Notiamo che il massimo del numero di particelle con dato valore del- 
l'impulso (= p?Np) si trova per più ~ VaNIY, dove si produce il passaggio 
da un'espressione limite di e (p) a un’altra. Questa circostanza è stata già 
menzionata nella nota alla pag. 129. 
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particelle con impulso non nullo anche allo zero assoluto; l’integra- 
zione nella (25,17) con Np della (25,18) è semplice e dà 


8 1 / Na 
N=N[1-3 =]. (25,19) 

Infine, facciamo un’altra osservazione a proposito dello spettro 
qui ottenuto. Per p piccoli la derivata d?e/äp? > 0, vale a dire che 
la curva e (p) si piega in alto sopra la tangente iniziale e = up. 
In questo caso (vedi più avanti, $ 34) lo spettro diventa instabile, 
il che è dovuto alla possibilità di decadimento spontaneo delle quasi- 
particelle (fononi). Tuttavia, la larghezza corrispondente dei livelli 
è piccola (proporzionale a pê per p piccoli) e non incide sulle espres- 
sioni che si ottengono nelle approssimazioni considerate. 


$ 26. Funzione d’onda del condensato 


Come è stato detto già al $ 23, la comparsa o la scomparsa della 
superfluidità nell’elio liquido avviene per transizione di fase di 
seconda specie. Questa transizione è sempre legata a un certo cam- 
biamento qualitativo delle proprietà del corpo. Nel caso del A-punto 
dell’elio liquido, questo cambiamento può essere descritto macrosco- 
picamente come la comparsa o la scomparsa della componente super- 
fluida del liquido. Da un punto di vista macroscopico più appro- 
fondito, qui si tratta di proprietà determinate della distribuzione degli 
impulsi delle particelle (vere!) del liquido. A differenza di un liquido 
non superfluido, una parte finita di particelle (cioè un loro numero 
macroscopicamente grande) nel liquido superfluido ha un impulso 
rigorosamente nullo; queste particelle formano il condensato di 
Bose-Einstein (0, semplicemente, condensato) nello spazio degli im- 
pulsi. Ricordiamo che in un gas di Bose perfetto, per 7 = 0, tutte 
le particelle si trasformano in condensato (vedi V, $ 62), e in un 
gas quasi-perfetto quasi tutte. Nel caso di liquido di Bose a forte 
interazione fra le particelle, la frazione del numero di particelle 
che per T = 0 si trovano in condensato non è affatto vicina all'unità. 

Mostriamo come la proprietà di condensazione bose-einsteiniana 
viene formulata in termini di operatori y. 

Per un gas di Bose perfetto — sistema di bosoni non interagenti — 
l'operatore p di Heisenberg si scrive in forma esplicita nel seguente 
modo 1): 

x: sì ; a 
Y(t, r)= 77 Day exp {pr — 7 Lan tì, (26,1) 
p 


1) Vedi la formula (9,3). Supponiamo che le particelle del gas siano senza 
spin per cui l’indice di spin manca. Nella (26,1) si è tenuto anche conto che 
per il gas di Bose perfetto il potenziale chimico u è nullo per 7 = 0, e perciò 
il termine —pt/% negli esponenti è omesso. 
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Come è stato spiegato al $ 25, si può trascurare la non commutatività 
degli operatori a, a aj, considerandoli cioè come grandezze classiche. 
In altre parole, parte dell'operatore p (26,1), denotiamola con E, 
risulta essere un numero ordinario: 


a=_te_, (26,2) 


Per formulare questa proprietà degli operatori p nel caso generale 
di un liquido di Bose qualsiasi, osserviamo quanto segue: poiché 
nel condensato si trova lo stesso numero di particelle macroscopica- 
mente grande, la variazione di questo numero di 1 non cambia sostan- 
zialmente lo stato del sistema; si può dire che, aggiungendo (o sot- 
traendo) una particella al condensato da un certo stato del sistema 
di N particelle, si ottiene lo « stesso » stato del sistema di N + 1 
particelle 1). In particolare, lo stato fondamentale resta tale quale 
era. Indicando con E, £* la parte degli operatori p, che cambia 
di 1 il numero di particelle nel condensato, abbiamo, quindi, per 
definizione 


E|m, N+1)=E|m, N), &*|m, N)=E8*|m,N+1), 


dove i simboli |m, N) e |m, N +1) esprimono due stati 
« uguali » che differiscono soltanto per il numero di particelle nel 
sistema, e E è un certo numero complesso. Queste affermazioni sono 
valide rigorosamente nel limite N + co. Pertanto la definizione della 
grandezza È deve essere scritta nella forma 


lim (m, N|E|m, N+ 1)=8, 
a F (26,3) 
lim (m, N+1|E+|m, N) =8*; 
N>%: 
il passaggio al limite va eseguito per un dato valore finito della den- 
sità del liquido N/V. 
Se Tapproseniiamo gli operatori p come 


=E, Pf, (26,4) 
la loro parte restante («sopra condensato ») trasforma lo stato 
|m, N) negli stati ortogonali ad esso, cioè gli elementi matriciali ?) 

lim (m, N|®' |m, N-+1)=0, lim (m, N+1|®"*|m, N)=0 
N >œ 3 N+00 


(26,5) 


1) L’aggiunta o la sottrazione di una particella deve essere supposta come 
un processo indefinitamente lento, ciò che esclude un’eccitazione del sistema. ` 
da parte di un campo variabile. 

2) A scanso di equivoci, ricordiamo ancora una volta che queste uguaglianze 
si riferiscono unicamente alle transizioni fra stati « uguali »! 
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Nel limite N —> co la differenza fra gli stati | m, N) e |m, 
N + í) scompare completamente, e in questo senso la grandezza 
E diventa il valore medio dell’operatore Y rispetto a questo stato. 
Sottolineiamo che la finitezza di questo limite è caratteristica 
per un sistema con condensato. 
. Le uguaglianze (26,3) esauriscono le proprietà « operatoriali » di 
E, E* e si possono supporre commutative con Y", Y'*. In partico- 
lare, gli operatori &, €+ verranno sostituiti con 2, E*, cioè si com- 
porteranno come grandezze classiche, qualunque siano i valori medi 
rispetto allo stato fondamentale. Sottolineiamo di nuovo che questa 
approssimazione implica (dato il numero macroscopico di particelle 
nel condensato) che vengano trascurate soltanto le quantità di ordine 
relativo di grandezza di 1/N 1). 

Se la dipendenza temporale delle funzioni d'onda è determinata 
in base all'operatore hamiltoniano 7’ = Ê — uN, la grandezza B 
non dipende dal tempo. Infatti, l'elemento matriciale (m, N |E |m, 


N + 1) è proporzionale a 
exp {4 IE (N +1)—E(N)—(N +1) p+ Np}. 


Ma questo esponente si annulla poiché E (N + 1)— E (N)= p 
(a meno della grandezza ~1/N). 

In un liquido omogeneo fisso, E è indipendente anche dalle coor- 
dinate e (per una fase appropriata di questa grandezza complessa) 


vale semplicemente 


dove n è il numero di particelle condensate per unità di volume del 
liquido. Infatti, È+ 8 è l'operatore di densità del numero di parti- 
celle nel condensato, e il' valore medio di questo operatore vale esat- 
tamente no. 

L'esistenza del condensato conduce a una differenza qualitativa 
fra le proprietà della matrice densità di particelle del liquido di 
Bose e della matrice densità di un liquido normale. La matrice den- 
sità del liquido di Bose omogeneo in uno stato arbitrario è data dal- 
l’espressione 

Np(r,, ra) = (m, N|Y+ (t, ra) ¥ (t, ri), N), (26,7) 


dove questa funzione dipende unicamente dalla differenza r = r; — rT, 
(cfr. la formula (7,13)). Sostituendovi gli operatori p della forma 
(26,4) e tenendo conto delle proprietà (26,3) e (26,5), otteniamo 


No (ri, ra) = no + No' (ny, To). (26,8) 


1) In particolare, con questa approssimazione si devono supporre coinci- 


denti gli elementi matriciali ;degli operatori Y’ per le transizioni fra diversi 
stati che differiscono per un numero uguale (piccolo) di particelle nel sistema. 
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La matrice densità « sopra condensato » p. tende a zero per |r; — 
— r; ]+ œ; invece la matrice densità p tende, in questo caso, a un 
limite finito ny/N. Con ciò si spiega l’esistenza nel liquido superfluido 
di un « ordine distante », assente nei liquidi normali in cui sempre 
p — 0 per |r; — r} |+ œ. Questa è la proprietà di simmetria che 
distingue la fase superfluida del liquido da quella non superfluida 
(V. L. Ginzburg, L. D. Landau, 1950). 

La componente di Fourier della matrice densità determina la 
distribuzione degli impulsi delle particelle del liquido in base alla 
formula 


N (P) =N {o (retata (26,9) 
(vedi la (7,20)). Sostituendovi p nella forma (26,8), otteniamo 
N (p) = (22) noô (P) N fp’ (r) e= Pt dz. (26,10) 


. Il termine con la funzione ô corrisponde alla probabilità finita che la 
particella abbia impulso rigorosamente nullo. 

Se il liquido rivela superfluidità, o se si trova in condizioni esterne 
non omogenee e non stazionarie (che variano sostanzialmente, però, 
soltanto a distanze più grandi di quelle interatomiche), allora la 
condensazione bose-einsteiniana si verifica, come prima, ma non si 
può più affermare che essa si produce nello stato con p = 0. La 
grandezza E, definibile come prima in accordo con la (26,3), sarà 
ora una funzione delle coordinate e del tempo, che ha il significato 
di funzione d’onda della particella allo stato condensato. Essa è nor- 
malizzata dalla condizione |E |? = ny e perciò può essere rappre- 
sentata nella forma 


E (t, r)= V no (t, r) cid. r), (26,11) 


‘Siccome allo stato condensato si trova un numero macroscopica- 
mente grande di particelle, la funzione d’onda di questo stato diventa 
una grandezza macroscopica classica !). Quindi, nel liquido super- 
fluido compare una caratteristica nuova degli stati macroscopici, 
compresi quelli in equilibrio termodinamico. 

La densità del flusso calcolata mediante la funzione d’onda 
(26,11) è i 
3 iñ m h 
icona = jp (FVE*— E*VE) = — mV, 
dove m è la massa della particella del liquido. Per il suo significato, 
questa è la densità del flusso macroscopico di particelle condensate 

1) Analogamente a come l'intensità del campo delle onde elettromagnetiche 


diventa una grandezza classica per grandi numeri di riempimento di fotoni 
in ciascuno stato (vedi IV, $ 5). 
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e la si può rappresentare nella forma ryv,, dove v, è la velocità macro- 
scopica di questo movimento. Dal confronto di ambedue le espres- 
sioni risulta che 


v=Lvo. (26,12) 
m 


Poiché questo movimento può avere luogo in stato di equilibrio 
termodinamico (caratterizzato dalla grandezza 2), esso è non dis- 
‘sipativo, in modo che la relazione (26,12) determina la velocità del 
moto superfluido. Arriviamo così di nuovo alla proprietà del moto 
superfluido già menzionata al $ 23, ossia alla sua potenzialità. In 
questo caso il potenziale ọ risulta essere coincidente (a meno di un 
fattore costante) con la fase della funzione d’onda condensata 


o=to. (26,13) 


A scanso di equivoci sottolineiamo, tuttavia, che sebbene la 
velocità del condensato coincida con quella della componente super- 
fluida del liquido (e sebbene il condensato e la componente super- 
fluida compaiano contemporaneamente nel A-punto), la densità del 
condensato mn, e la densità della componente superfluida ps non 
coincidono per niente, senza citare che un’identificazione di queste 
due grandezze non potrebbe essere in nessun modo giustificata: la 
sua infondatezza si vede anche dal fatto che allo zero assoluto tutta 
la massa del liquido è superfluida, mentre le sue particelle sono ben 
lungi dall'essere tutte nel condensato 1). 


$ 27. Dipendenza della densità del condensato 
dalla temperatura 


La densità del numero di particelle nel condensato è massima per 
T = 0eall’aumentare della temperatura cala. La legge limite della 
dipendenza di questa densità dalla temperatura per 7 + 0 può essere 
trovata considerando le fluttuazioni di una grandezza macroscopica, 
ossia della funzione d’onda condensata E (R. A. Ferrell, N. Meny- 
hard, H. Schmidt, F. Schwabl, P. Szépfalusy, 1968). 

Ricordiamo anzitutto che E è una grandezza classica, cui nel for- 
malismo quantomeccanico corrisponde l'operatore ¥. Così, per cal- 
colare le fluttuazioni si dovrebbe, in principio, ricorrere a questi 
operatori. D'altra parte, in prossimità dello zero assoluto sono le 
vibrazioni di grande lunghezza d’onda a giocare il ruolo principale 
nello spettro delle fluttuazioni di una grandezza macroscopica. 
Queste vibrazioni in un liquido sono delle onde sonore che vengono 


1) Infatti, la densità del condensato nell’elio liquido costituisce, eviden» 
temente, soltanto una piccola parte della densità totale del liquido. 
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. descritte dalle equazioni idrodinamiche macroscopiche; perciò sorge 
la possibilità di costruire un operatore che corrisponda alla etnderza 


-= 


E mediante una sua quantizzazione indipendente. 


In questo caso, per la grandezza E = V n, exp (iD) una flut- 
tuazione più forte nel limite di grande lunghezza d’onda, l’ha la 
fase Ď legata direttamente al potenziale della velocità superfluida 
dalla formula (26,13). Ricordiamo che le due grandezze gp e D non 
sono univoche, e ad esse si può associare una qualsiasi costante. 


Quanto alla grandezza univoca Vr, essa può essere espressa sol- 
tanto mediante le derivate di D, e perciò le componenti di Fourier. 
delle sue fluttuazioni non contengono altro che potenze ridondanti 
del vettore d’onda k, cioè sono piccole per k piccoli. 

Il legame fra la fase © e il potenziale @ permette di legare diret- 
tamente questa fase a grandezze che stanno a caratterizzare la distri- 
buzione dei fononi nel liquido. A tal fine consideriamo @ e, quindi; 
@ come operatore di seconda quantizzazione esprimendolo, in accordo 
con la (24,10), in funzione degli operatori di creazione e distruzione 
dei fononi: 


b= (sp Geni ie n 


. scriviamo la densità imperturbata del liquido nella forma p = nm, 
dove n è la densità del numero di particelle; l'indice 0 è omesso). 
In accordo con quanto detto sopra ciò vuol dire che l’operatore della 
grandezza macroscopica &, cioè la parte di grande lunghezza d’ onda 


dell'operatore Y, può essere rappresentata nella forma 


=YVn exp (iÔ), (27,2) 
dove n, è la densità di particelle condensate. 

Prima di tutto ricorriamo a questa formula per calcolare la 
distribuzione degli impulsi delle particelle « sopra condensato » del 
liquido di Bose (per valori piccoli di essi). Nella matrice densità 
a una sola componente p (r,, t2), per grandi distanze |r, — r, |, 
si può utilizzare la seguente espressione in grande lunghezza d'onda 
per l'operatore p (27,2): 


No (Ea, 13) = (+ (r) F(r)) 2 mo (eÊ, (27,3) 
dove Ia media viene calcolata rispetto allo stato del liquido a una 
data temperatura. Essendo piccole le fluttuazioni, occorre svilup- 


pare questa espressione in potenze di È, conservando unicamente 
i primi termini che non si annullano (quadratici). Tenendo presente: 


che ô+ = ÔÊ, otteniamo n 5 
No (ris ra) = no — no (D? (r)) + no (D(r)) Ò (r,)). (27,4) 


Il terzo termine teride a zero per | r, — r} | —> co e fornisce la parte 
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«sopra condensato » cercata della matrice densità (il secondo ter- 
mine, invece, è indipendente in generale da r in un liquido omogeneo 
e fornisce una correzione alla densità del condensato che verrà cal- 
colata più avanti in un altro modo). Partendo dalla (27,1), riduciamo 
la parte « sopra condensato » alla forma 


No' (r4, ra) = Temi B CR) e-ip(r = r:)/ħ 4 
p 


e A nomu 1 
+6) eneon n L 


e =r.)/h 
= 3 (m+ 3) eiP(t1-r3)/h, 
p 


dove 
np = [æT — 1]. 


Passando dalla somma all’integrazione, abbiamo 
omy { npt 1/2 
P 


eiplri-r) DE, (27,5) 


Nọ’ (r4, r) = F Y Cah)? 


È ovvio che questa espressione è valida unicamente per un contri- 
buto fornito da p piccoli (A/p è grande rispetto alle distanze intera- 
tomiche). L'espressione integranda nella (27,5) definisce immediata- 
mente la distribuzione degli impulsi delle particelle 


N= mt). (27,6) 
Per T=0 questa formula dà 
nomu 
N (p) =e (27,7) 
(J. Gavoret, Ph. Noziéres, 1964), e per T30, up«&T: 
nomT 
Np==% (27,8) 


(P. C. Hohenberg, P. C. Martin, 1965). 
Ora possiamo definire la dipendenza della densità del condensato 
dalla temperatura. Per definizione abbiamo 


m (T)=n— ÎN (M-ar: (27,9) 


Se sostituiamo direttamente questa espressione nella formula (27,6), 
l'integrale divergerà per vibrazioni nulle. Questa circostanza è dovuta 
all’inapplicabilità della (27,6) per p grandi e non significa altro 
che l’impossibilità di calcolare in questo modo il valore della parte 
condensata per T = 0, che deve essere supposto qui una grandezza 
data. Quanto alla definizione della dipendenza dalla temperatura, 
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occorre sottrarre da n, (T) il suo valore per T = 0, dopo di che 
l'integrale sarà convergente. Come risultato abbiamo 


no (T)— n (0) ___mu fr dip __ 
no) no) p Onh 
o0 
mT? zdz mT2 
—  Brenuh? È -—41°7 T nuk * (27,10) 


0 


Nei calcoli eseguiti abbiamo trascurato la dipendenza della densità 
completa del liquido dalla temperatura, il che è legittimo in quanto 
la dilatazione termica del liquido (dovuta all'eccitazione dei fononi) 
è proporzionale a una potenza più elevata della temperatura: T* (vedi 
V, $ 67) 1). 

Infine, facciamo alcune osservazioni relative al liquido di Bose 
bidimensionale, questione che presenta un interesse metodologico. 
In questo caso, la parte dell’integrale (27,9), dipendente dalla tem- 
peratura, diverge logaritmicamente nel dominio dei p piccoli, dove 
la formula per N (p) dovrebbe essere vera. Ciò significa che nel caso 
bidimensionale l’ipotesi fondamentale dell’esistenza del condensato 
a temperature non nulle è falsa; in questo caso il condensato può 
esistere soltanto per 7 = 0 ?). La situazione qui è analoga a quella 
dei cristalli bidimensionali (vedi V, $ 137). Così come nei cristalli 
bidimensionali le fluttuazioni di spostamento degli atomi fanno 
«smussare » il reticolo, anche le fluttuazioni della fase distruggono 
il condensato. L’analogia formale fra le due situazioni è dovuta al 
fatto che in ambedue i casi l’energia dipende da grandezze che pos- 
sono entrare in essa soltanto sotto forma di derivate. Nel primo 
caso sono i vettori spostamento degli atomi, che da soli non possono 
entrare nell’energia essendo quest’ultima invariante rispetto agli 
spostamenti del sistema come un tutt'uno. Nel secondo caso è la 
fase della funzione d’onda condensata, che da sola non può entrare 
nell’energia per sua non univocità. Il fatto che l'energia dipende 
unicamente dai gradienti di queste grandezze conduce, in fin dei 
conti, alla divergenza delle fluttuazioni. 

In seguito, abbiamo visto nel volume V, $ 138, che la divergenza 
debole (logaritmicamente) delle fluttuazioni implica in un cristallo 
bidimensionale una decrescenza lenta (potenza) della funzione di 
correlazione del sistema. Analogamente, nel sistema di Bose bidi- 
mensionale la matrice densità (27,3) decresce per |r; — rg | + œ, 


1) Le formule ottenute sono valide per qualsiasi liquido di Bose e concor- 
dano, ovviamente, con le formule dedotte al $ 25 per un gas di Bose debolmente 
‘non perfetto. Confrontandole, si deve tener presente che per questo gas ny & n 
e che la condizione di piccolezza di p ha la forma p & mu È (an). 

; N Queste affermazioni riguardano anche il gas di Bose perfetto bidimen- 
sionale. 
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ma in base a una legge potenziale *), e non tende affatto a un limite 
costante come in presenza del condensato. Osserviamo che, grazie 
a questo fatto, questo sistema si differenzia qualitativamente da un 
liquido ordinario, cosicché nel caso bidimensionale è possibile la 
transizione di fase di seconda specie fra un liquido normale con 
decrescenza esponenziale di p (r,, r) e un liquido con decrescenza 


in base a una legge potenziale. 


$ 28. Comportamento della densità superfluida 
in prossimità del )-punto 


Come è stato già detto al $ 23, all'aumentare della temperatura 
la parte superfluida della densità del liquido di Bose p,/p decresce 
e si annulla infine nel cosiddetto A-punto della transizione di fase 
di seconda specie. La temperatura 7, di questo punto è funzione 
della pressione P; l'equazione T = T, (P) determina la curva dei 
A-punti del diagramma di fase nel piano P, 7. 

Nella teoria generale delle transizioni di fase di seconda specie la 
variazione dello stato di un corpo viene descritta dall'andamento del 
parametro d’ordine che ne caratterizza le proprietà di simmetria. 
Per la transizione 4 del liquido di Bose il ruolo di questo parametro 
è svolto dalla funzione d’onda condensata E che descrive, come 
è stato sottolineato al $ 26, l’« ordine distante » nel liquido. La 
complessità di & significa che il parametro d'ordine ha due compo- 
nenti e che, fra l’altro, l'operatore hamiltoniano efficace del sistema 
(vedi V, $ 147) dipende unicamente da |E |?, vale a dire che esso 
è invariante rispetto alla trasformazione E + e% E quale che sia œ 
reale. 

I dati empirici relativi alla transizione 4 nell’elio liquido testi- 
moniano, evidentemente, che per essa non esiste campo di applicabi- 
lità della teoria delle transizioni di fase di Landau: il criterio (146,15) 
del volume V non si verifica in nessun intorno del A-punto (cioè 
in nessun punto del dominio | T — T, |< 7). Perciò la descri- 
‘zione delle proprietà di questa transizione richiede l’uso della teoria 
fluttuazionale delle transizioni di fase di seconda specie che dà la 
possibilità di legare tra loro le dipendenze delle varie grandezze dalla 
temperatura. 

La dipendenza del parametro d’ordine (e, quindi, anche della 
densità del condensato n) dalla temperatura è data, per 7T+ 7, 
‘ dall’indice critico f (vedi V, $ 148): 

Izl= Vr ~ (T.- 7). (28,1) 
Tuttavia, la questione relativa all'andamento della densità super- 


fluida p, presenta maggiore interesse. Per il suo calcolo conside- 
riamo un liquido in cui la fase ® della funzione d’onda condensata 


1) Per dettaglio vedi J. W. Kane, L. Kadanoff, Phys. Rev. 155, 80 (1967). 
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varia lentamente nello spazio. Ciò significa che nel liquido si pro- 
duce un moto superfluido macroscopico di velocità (26,12) e, rispet- 
tivamente, di energia cinetica (per l’unità di volume del liquido) 
v2 2 

Pt pero (VO). (28,2) 

Questa espressione si può applicare anche alle fluttuazioni del 
parametro d’ordine nel dominio delle lunghezze d’onda grandi. In 
accordo con l'ipotesi dell’invarianza di scala, l’unico parametro di 
lunghezza, che descrive il quadro fluttuazionale nell’intorno del 
punto di transizione, è il raggio di correlazione r, delle fluttuazioni. 
Di conseguenza, sempre questo raggio definisce l’ordine di gran- 
dezza delle distanze sulle quali la variazione fluttuazionale della 
fase ® è dell'ordine dell'unità; pertanto la media del quadrato della 
velocità di fluttuazione varia con la temperatura in base alla legge 


o~r o~ (T,—T)®, 


dove v è l'indice critico del raggio correlativo. D'altra parte, sic- 
come la singolarità delle grandezze termodinamiche nel punto di 
transizione è legata proprio alle fluttuazioni nel dominio delle 
grandi lunghezze d’onda, è naturale supporre che nell'intorno di 
questo punto l’energia cinetica fluttuazionale (28,2) varii con la 
temperatura in base alla stessa legge della parte singolare del poten- 
ziale termodinamico del liquido, cioè come (T, — 7)?-% (dove a 
è l'indice critico del calore specifico Cp). Troviamo così che 


pati > pa (Ta — T) œ (T, — Te, 


da cui ps œ (T, — 7)?-*-2. Infine, tenuto conto della relazione 
3v = 2 — a (la quale discende dall'ipotesi dell’invarianza di scala; 
vedi V, $ 149), otteniamo 


Ps © (Ta — T)(2-0/8, (28,3) 


Con ciò abbiamo stabilito il legame fra le dipendenze di p, e del 
calore specifico dalla temperatura in prossimità del À-punto (B. D. Jo- 
sephson, 1966) 1). 


$ 29. Linee di vortice quantizzate 


Un liquido ordinario contenuto in un recipiente cilindrico ruo- 
tante attorno al proprio asse viene trascinato dall’attrito contro le 
pareti del recipiente e, infine, comincia a ruotare come un tutt’uno 
con il recipiente. Nel liquido superfluido viene trascinata dalla rota- 
zione soltanto la sua componente normale; quanto alla componente 


- 1) Infatti, gli indici œ e ¢ ‘per l’elio liquido sono molto piccoli; pertanto - 
con buona approssimazione si ha B ~ 1/3 in modo che p; co nooo (Ta — TPB. 
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superfluida, essa resta fissa in accordo con il fatto che, in gene- 
rale, questa componente non può ruotare come un tutt'uno, poiché 
in questo caso sarebbe violata la potenzialità del movimento super- 
fluido 1). 

Tuttavia, a velocità di rotazione sufficientemente grandi, questo 
stato diventa termodinamicamente svantaggioso. La condizione di 


x 


equilibrio termodinamico è che debba essere minima la grandezza 
Et = E — MQ, (29,1) 


che rappresenta l’energia rispetto a un sistema di coordinate rotante; 
qui E e M sono rispettivamente l'energia e il momento dell'impulso 
del sistema relativamente a un sistema di coordinate fisso (vedi V, 
$ 26). In questa espressione è il termine —M a fornire il vantaggio 
termodinamico (per Q sufficientemente grandi) allo stato con MQ > 0 
rispetto allo stato con M = 0. 

Quindi, all'aumentare della velocità di rotazione del recipiente, 
deve comparire, in fin dei conti, il movimento superfluido. La con- 
traddizione apparente fra questa affermazione e la condizione di 
potenzialità del movimento superfluido può essere eliminata suppo- 
nendo che la potenzialità venga violata soltanto su certe linee sin- 
golari del liquido, le linee di vortice ?). Attorno a queste linee il 
liquido è animato da un movimento che si potrebbe chiamare rota- 
zione potenziale, cosicché in tutto il volume all’esterno delle dette 
linee si ha rot v, = 0. 

Le linee di vortice nel liquido sono di spessore misurabile in unità 
atomiche e, dal punto di vista macroscopico, si devono considerare 
come infinitamente sottili 3). La loro esistenza non contraddice l’e- 
spressione della velocità nella formula (26,12), in quanto quest'ultima 
parte dall’ipotesi che la variazione di v, nello spazio sia sufficiente- 
mente lenta, mentre in prossimità di una linea di vortice v, ha una 
variazione rapida a piacere (vedi più avanti la formula (29,3)). 
Essa non contraddice neanche la giustificazione della potenzialità 
del movimento superfluido, data al $ 23 in base alle proprietà dello 
spettro energetico del liquido di Bose, poiché a una linea di vortice 
è legata una determinata energia macroscopicamente grande (vedi 
più avanti la formula (29,8)), per cui lo stato del liquido avente una 
tale linea non può più essere considerato debolmente eccitato. 


1) Al ruotare del liquido come un tutt'uno la velocità vale v = [Qr], 
dove Q è la velocità angolare e il raggio vettore r viene calcolato a partire da 
un punto giacente sull’ asse. Inoltre, rot v = 2Q Æ 0. 

2) Questa supposizione è stata avanzata da L. Onsager (1949) e in seguito 
sviluppata da R.P. Feynman (1955). 

3) Questa affermazione non si riferisce, tuttavia, a un intorno vicino del 
A-punto; qui la linea di vortice è di uno spessore dell'ordine di grandezza del 
raggio di correlazione delle fluttuazioni. 
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Consideriamo dapprima le linee di vortice da un punto di vista 
puramente cinematico, ossia come linee singolari nella distribuzione 
delle velocità per un moto potenziale del liquido. Ogni linea di vor- 
tice è caratterizzata da un determinato valore della circuitazione 
(denotiamolo con 27x) della velocità lungo un contorno chiuso che 
contiene questa linea: 


vsdl=2nx. (29,2) 


Questo valore è indipendente dalla scelta del cammino di integra- 
zione. Infatti, se C, e C, sono due contorni che delimitano una linea 
di vortice, allora la differenza tra le circuitazioni della velocità 
lungo questi contorni è uguale, secondo il teorema di Stokes, al 
flusso del vettore rot v, attraverso una superficie costruita fra C e C3; 
siccome la detta superficie non interseca da nessuna parte la linea 
di vortice, in tutti i suoi punti rot v, = 0, cosicché l’integrale si 
annulla. Ne consegue ugualmente che la linea di vorticenon si'inter- 
rompe: essa o è chiusa o termina sulla frontiera del liquido (quando 
questi è illimitato, i due estremi della curva si trovano all’infinito). 
Infatti, l’esistenza di un estremo libero della linea di vortice signi- 
ficherebbe la possibilità di costruire sul contorno C una superficie 
non intersecantesi in nessun punto con la linea e, come risultato, 
l'integrale a primo membro della formula (29,2) si annullerebbe. 

La condizione (29,2) permette di determinare la distribuzione 
delle velocità in un liquido che si muove intorno alla linea di vor- 
‘tice. Nel caso più semplice di linea di vortice in un liquido illimitato, 
le linee di corrente sono delle circonferenze su piani perpendicolari 
alla linea e con centri giacenti su di essa. La circuitazione della 
velocità lungo una tale linea è 2nrv;, in modo che 

% 


v=, (29,3) 
essendo r la distanza dalla linea. Notiamo che per rotazione poten- 
ziale la velocità cala allontanandosi dall'asse di rotazione (linea 
di vortice) contrariamente alla rotazione come un tutt'uno, in cui 
la velocità cresce proporzionalmente a r. 

Per una linea di vortice di forma arbitraria la distribuzione delle 
‘ velocità è data dalla formula 


di-R 
v=% I za (29,4) 


dove si integra lungo]la linea e R è il raggio vettore tracciato da d 
al punto di osservazione della velocità 1). A distanze dalla linea di 


1) Si potrebbe scrivere direttamente questa espressione per. analogia con 
la nota formula di Biot-Savart per un campo magnetico di correnti lineari. 
La coincidenza formale di entrambi i problemi è immediata dal-confronto della 
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vortice piccole rispetto al suo raggio di curvatura è ovvio che la for- 
mula (29,4) si riduce approssimativamente alla (29,3). 

Come è stato già detto, le formule (29,2-4) sono conseguenze della 
sola potenzialità del movimento del liquido. Quanto alla natura 
quantistica delle linee di vortice nel liquido superfluido, essa si 
manifesta nel fatto che la costante x non assume altri valori che 
quelli di una serie discreta. Utilizzando infatti la formula (26,12) 
per la velocità v, espressa dalla fase ® della funzione d'onda con- 
densata, troviamo che la sua circuitazione è 


$ vd = È 10, (29,5) 
m 


dove A® è la variazione della fase al descrivere il contorno. Poiché 
la funzione d'ondato monodroma, la variazione della sua fase nel 
tornare al punto dit partenza non può essere altro che un multiplo 
intero di 2n. Ne segue che 


x = nh/m, (29,6) 


dove n è un intero. Noi vedremo più avanti che di fatto sono termo- 
‘ dinamicamente stabili soltanto le linee di vortice con il valore minimo 
possibile di circuitazione (n = 41). Perciò porremo nel seguito 


x = hm. (29,7) 


Determiniamo ora la velocità di rotazione critica di un recipiente 
cilindrico per la quale compare per la prima volta una linea di vor- 
tice. Da considerazioni di simmetria è evidente che questa linea 
sarà disposta lungo l’asse del recipiente. La variazione dell’energia 
a causa della linea di vortice comparsa è 


AE= (Lei aV = $ L Èv3-2ar dr =Lo,me (È 


(L è la lunghezza del recipiente). Si deve integrare in dr nei limiti 
fra il raggio R del recipiente e un certo valore r ~ a dell'ordine 
di grandezza delle distanze atomiche, sulle quali la considerazione 
macroscopica perde senso; data la divergenza logaritmica dell’inte- 
grale, il suo valore è poco sensibile a una scelta esatta del valore 
di a. Quindi, 


AE=Lnp mE (29,8) 


(questa espressione ha, come si dice, precisione logaritmica, vale 
a dire che è supposto grande non soltanto il rapporto R/a, ma anche 


circuitazione della velocità (29,2) con quella del campo magnetico H attorno 
alla corrente lineare J: Hd = Sa . Un problema discende dall'altro cam- 


biando le notazioni: H + vg, J/c x+/2. 
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il suo logaritmo) 1). Quanto al momento della quantità di moto 
del liquido rotante, esso vale 


M = {oso aV =p,x | aV = Ln R? La Ps- (29,9) 


La comparsa di una linea di vortice è termodinamicamente vantage 
giosa se AErot = AE — MQ <0, cioè se 


R 
O> arm Ar nE, 


(29,10) 
I ragionamenti esposti permettono ugualmente di capire la 
ragione per cui le linee di vortice con n >1 nella (29,6) risultano 
essere termodinamicamente instabili. Infatti, sostituendo al valore 
n= 1 quello n >1, l'energia AE aumenta di n? volte e il momento 
M di n volte; in questo caso AÉrot aumenterà automaticamente. 
All’aumentare ulteriore della velocità di rotazione del recipiente 
cilindrico (oltre il valore critico (29,10)) compaiono linee di vortice 
nuove, e per Q > Qer il numero di queste linee sarà già molto grande, 
La loro distribuzione nella sezione del recipiente tende, in questo 
caso, ad essere uniforme e al limite la loro totalità imita la rota- 
zione di tutta la parte superfluida del liquido come un tutt'uno °). 
È facile determinare il numero di linee di vortice per un dato (grande) 
valore di Q a condizione che il valore della circuitazione della velo- 
cità su un contorno che delimita un grande numero di curve corri- 
sponda alla rotazione del liquido come un tutt'uno. Se questo contorno 
include l’area unitaria (nel piano perpendicolare all'asse di rota- 
zione), allora 
v d= v-2nx = 2v pi, 
dove v è la densità di distribuzione delle linee di vortice,nella se- 
zione del recipiente. D'altra parte, per rotazione del liquido come 
un tutt'uno si ha rot v, = 20 e la stessa circuitazione vale 22. 
Eguagliando i due valori, troviamo che 


y = minh. (29,14) 


1) Il movimento attorno alla linea di vortice è accompagnato, in generale, 
dalla variazione di densità del liquido. Il fatto che nel calcolo esposto è stata 
trascurata questa variazione può essere giustificato da quanto segue: il contri- 
buto fondamentale all’energia (29,8) proviene (data la divergenza logaritmica 
dell’integrale) da grandi distanze r sulle quali la variazione della densità è ormai 
piccola. Per la stessa ragione si può trascurare il contributo proveniente dalla 
variazione dell’energia interna del liquido in AF. 

9) E facile convincersene osservando quanto segue: poiché il numero di 
linee cresce proporzionalmente a Q (vedi più avanti la formula (29,11)), il 
secondo termine nella relazione AErot = AE — MQ cresce come A? e il primo 
come Q, perciò lo si può trascurare per Q Ð Qer. Allora la minimizzazione di 
AErot. si riduce alla massimizzazione di M, che si ottiene appunto per rota- 
zione del liquido come un tutt'uno. 
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La comparsa di linee di vortice viola in un certo senso la proprietà 
di superfluidità del liquido. Le eccitazioni elementari, che costitui- 
scono la componente normale del liquido, verranno diffuse ora sulle 
linee, cedendo”ad esse (e, quindi, alla componente superfluida del 
liquido) parte del loro fimpulso. In altre parole, ciò significa la 
comparsa di una forza d'attrito reciproco fra ambedue le componenti 
del liquido. 

In generale, le linee di vortice si spostano nello spazio assieme 
al liquido in moto. Per 7 = 0, allorché il liquido è totalmente super- 
fluido, ogni elemento dl della linea si muove alla stessa velocità 
w, che il liquido possiede nel punto in cui si trova questo elemento. 
A temperature non nulle la forza d'attrito applicata alla linea di 
vortice implica la comparsa di una certa velocità di spostamento 
relativamente alla componente superfluida. f 

Le linee di vorticefche compaiono per rotazione hanno forma 
rettilinea. Il flusso del liquido attraverso capillari, fenditure ecc. 
può essere accompagnato, invece, da formazione di linee di vortice 
‘chiuse, ossia di anelli vorticosi. Ciò implica la violazione della super- 
fluidità per correnti con'velocità superiori a un dato valore critico. 
In effetti, i valori di queste velocità critiche dipendono dalle condi- 
zioni concrete per le quali si verifica il flusso; essi/sono di graù lunga 
inferiori a quel valore, oltre il quale la condizione (23,3) risulta 
violata. 

Contrariamente alle linee di vortice rettilinee, che possono essere 
ferme in un liquido*in quiete (lontano da queste linee), gli anelli 
vorticosi si muovono relativamente al liquido. La velocità di sposta- 
mento di ogni elemento di lunghezza della curva è quel valore di v, 
che è dato (secondo la formula (29,4)), nel punto in cui l’elemento 
si trova, da,tutti gli altri elementi della linea; in generale, questo 
valore per le linee incurvate è non nullo. Come risultato gli anelli 
vorticosi posseggono non soltanto determinate energie, ma anche 
determinati impulsi e rappresentano, in questo senso, un tipo parti- 
colare di eccitazioni elementari. l 


PROBLEMI 


1. Determinare la velocità e l'impulso di un anello circolare vorticoso, 

Soluzione. Ogni elemento dell'anello si sposta a velocità v, in un dato- 
punto; data la simmetria dell’anello circolare, questa velocità in tutti i suoi 
punti è identica. Pertanto è sufficiente determinare la velocità v, data in un 
certo punto dell'anello P dagli altri suoi elementi. Gli elementi dl dell’anello 
e i raggi vettori R tracciati da dl al punto P giacciono nel piano dell'anello; 
perciò la velocità nel punto P data dalla formula (29,4) è perpendicolare al 
piano dell'anello (per cui l'anello si sposta conservando invariate la sua forma 
e le dimensioni). 
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Determiniamo la posizione dell'elemento dl mediante langolo ® (fig. 3). 
Allora 
è [8 
di=-=R,dè, R=2Rsen F? | [dI-R} | =R sen -5 dl, 
dove Rọ è il raggio dell’anello; dalla (29,4) ricaviamo la seguente espressione: 
per la velocità v dell’anello: 


8R, ) sen (9/2) * P 


Tuttavia, questo integrale diverge logaritmicamen- 
te nel limite inferiore e deve essere tagliato al 
valore È ~ a/R, corrispondente alle distanze ato- 
miche (~a) fra l'elemento dl e il punto P. Con W. 
precisione logaritmica l'integrale viene determi- 
nato dal dominio dei valori a/Ro& 9 n e vale 


~a/Ro Fig. 3 
in modo che 
x Ro a h Ro 
ve ar a (1) 
Con la stessa precisione logaritmica l’energia dell’anello vorticoso è 


2 
e = 272R ops Eas In do (2) 


(utilizzando la formula (29,8) dopo avervi effettuato le sostituzioni R + Ro, 
-L — 27Ro). L'energia e è legata alla velocità v dalla relazione de/dp = v, 
dove p è l'impulso dell'anello. Di qui abbiamo 


ap = An2ps La R dRo 


(con precisione logaritmica si deve supporre costante, derivando, il logaritmo 
grande) e infine 


h 
p=2n%0s — R4. (3) 


Le formule (2) e (3) definiscono in forma patametrica (parametro Rọ) la dipen- 
denza funzionale e (p) per gli anelli vorticosi. 

. Notiamo che per la natura logaritmica dell’integrazione, con cui si ottiene 
la formula (1), quest’ultima resta valida (con certe modifiche nelle notazioni) 
anche per la velocità di spostamento v di ogni dato elemento di una linea di 
vortice di forma qualsiasi: 


vez I7. (4) 


Qui b è il versore perpendicolare al piano tangente in un dato punto alla curva 
(vettore binormale); Rg il raggio di curvatura della curva nello stesso punto; 
À la distanza caratteristica alla quale varia la curvatura della curva. 
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2. Determinare la legge di dispersione.delle piccole vibrazioni di una linea 
di vortice rettilinea (W. Thomson, 1880). 

Soluzione. Consideriamo la linea di vortice come asse z e supponiamo che 
il vettore r = (x, y) dia la deviazione dei punti della linea per le vibrazioni; 
questo vettore è una funzione di z e del tempo # della forma exp [i (kz — ®wò)]. 
La velocità dei punti della linea è data dalla formula (4), nella quale con À 
si deve intendere nel dato caso la lunghezza d’onda delle vibrazioni (A = 1/%): 


si v= ia nA 
r = ak R 


Il vettore binormale è b = [tn], dove t e n sono i versori della tangente e della 
normale principale alla curva, rispettivamente. In accordo con la nota formula. 
della geometria differenziale abbiamo d?r/d1° = n/R,, dove l è la lunghezza 
calcolata lungo la curva. Per piccole vibrazioni la linea è debolmente incurvata 
in modo che si può porre l æ% z e t = n, (versore lungo l’asse z); allora 


ba fo er] s 
RT [n Jr |= [nr]. 


Troviamo così l’equazione di moto della linea 


ior 9 a 
— =— 
ti 


1 
[mer] la 7. 


Sviluppandola otteniamo un sistema di due equazioni omogenee lineari in 
x e y; eguagliando a zero il determinante del sistema, otteniamo la relazione 
cercata fra œ © k: ) 


= nt, 


2 akit. 


$ 30. Linea di vortice in'un gas 
di Bose quasi-perfetto 


Come è stato già detto, lo spessore della linea di vortice stessa 
nel liquido è misurabile in distanze atomiche. Fa eccezione, però, 
il caso di un gas di Bose quasi-perfetto. Qui il « midollo » della linea 
di vortice, in cui le proprietà del mezzo sono essenzialmente modifi- 
cate, ha (come vedremo più avanti) uno spessore macroscopico e la 
‘ sua struttura può essere descritta macroscopicamente (V. L. Ginzburg, 
L. P. Pitaevskij, 1958; L. P. Pitaevskij, 1961; E. P. Gross, 1961). 

Consideriamo un gas debolmente non perfetto alla temperatura 
- dello zero assoluto. In questo gas quasi tutte le particelle si trovano 


allo stato condensato. Ciò vuol dire in termini degli operatori p 
che la parte « sopra condensato » dell’operatore (‘Y’) è piccola ri- 
spetto alla sua media, cioè rispetto alla funzione d'onda condensata 2. 


Se questa piccola parte è completamente trascurata, la funzione E 
verificherà la stessa equazione di Schrödinger (7,8) che sussiste per 


SUPERFLUIDITA 451 


l'operatore completo ®. Tenuto conto delle sole interazioni a due 
a ma essa ha la va (per particelle senza spin) 


+8 (6,1) (IE (t, 1)PU (rr) dz’. (80,1). 


Supponendo la funzione È (t, r’) poco variabile alle distanze inter- 
atomiche, possiamo portarla (sostituendo con E (t, r)) fuori dal 
segno dell’integrale che si riduce a fu (r) d'z = U,. Sostituendo 


f6) 
1 


Fig. 4 


anche il valore p = nU, (vedi la (25,6); n è la densità imperturbata 
del numero di particelle nel gas), otteniamo l’equazione 


z 08 h2 n m 
in = — 3 AE +U, {E 8]2— nE}. (30,2) 


Nello stato stazionario £ è indipendente dal tempo !). Alla linea 
di vortice rettilinea corrisponde una soluzione della forma 


B=Vieto (= SE 
Vn f nN To V2mUn ’ 


dove r e pọ sono rispettivamente la distanza dall’asse del rotore e 
l’angolo polare attorno ad esso. La fase di questa funzione corrispon- 
de al valore della circuitazione (29,7). Il quadrato |® |? è la densità 
del numero di particelle nel condensato; nell’approssimazione con- 
siderata essa coincide con la densità totale del gas. Per r+ co 
quest’ultima deve tendere a un dato valore n, e la funzione f, rispet- 
tivamente, a 1. 

Introducendo la variabile adimensionale È = r/r, otteniamo per 
la funzione f (È) T a 


let T) Er E +/-f=0. (30,4) l 


(30,3) 


1) Ricordiamo che l'equazione“ (80, 1) corrisponde già. l'operatore hamil- 
toniano Ñ = Ê — Npl 
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La fig. 4 rappresenta la soluzione ricavata dalla (30,4) per integra- 
zione numerica. Per È + 0 essa si annulla proporzionalmente a É, 
e per È + co tende a 1 in base alla legge f = 1 — 1/2È?, 

Il parametro r, determina l’ordine di grandezza del raggio del 
« midollo » del rotore. Introducendo al posto di U, la lunghezza 
di diffusione, in base a U, = 4nh?a/m (vedi la (6,2)), troviamo che 


ro ~ nq > nn, 


dove n = an’ è il parametro gassoso. Quindi, questo raggio è 
effettivamente grande rispetto alle distanze interatomiche, se il 
parametro m è sufficientemente piccolo. l 


PROBLEMA 


Trovare lo spettro delle eccitazioni elementari in un gas di Bose quasi- 
ponn considerandolo come la legge di dispersione delle piccole vibrazioni 
ella funzione d’onda condensata. 

Soluzione. Consideriamo le vibrazioni piccole di Æ attorno alla media 


costante Vn: 
E= V n+ Aei(kr0t) | prg vi(kr-ot) 
dove A, B* sono ampiezze complesse piccole. Sostituendo questa espressione 


nell'equazione (30,2), linearizzandola e separando i termini con fattori espo- 
nenziali distinti, otteniamo il sistema in due equazioni 


2 
hoA=3-> A+nU,(A+B), 
p? 


(p = ħk). Di qui, uguagliando a zero il determinante del sistema, ricaviamo 
$ p? 2 p? 
(o= (£) +E o, 
che coincide con la (25,10). 


$ 31. Funzioni di Green del liquido di Bose !) 


Il formalismo matematico delle funzioni di Green per il liquido 
di Bose è sotto molti aspetti analogo a quello per il sistema di Fermi. 
Senza ripetere tutti i ragionamenti, daremo qui soprattutto le defi- 
nizioni e le formule fondamentali sottolineando frattanto le distin- 
zioni dovute sia a una diversa statistica delle particelle sia all’esi- 
stenza del condensato ?). Come nei paragrafi precedenti del presente 
capitolo, le particelle del liquido sono supposte senza spin. 


1) Nei $$ 34-33 e 35 viene utilizzato il sistema di unità in cui A= 1e — 
2) L’applicazione del formalismo matematico delle funzioni di Green ai 
sistemi di Bose con condensato appartiene a S.T. Beljaev (1958). 
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Per definire la funzione di Green del liquido di Bose, occorre 
separare negli operatori p di Heisenberg la parte condensata e rappre- 
sentarli nella forma (26,4). La funzione di Green verrà definita 
rispetto alla parte « sopra condensato » degli operatori come ` 


G (Xi, Xa) = —i (TY (X1) P'+(X2)), (31,1) 


dove di nuovo la parentesi (...) significa la media rispetto/allo stato 
fondamentale e T è il segno di prodotto cronologico. In questo caso, 
tuttavia, a differenza del caso dei fermioni, la permutazione degli 
operatori p, al fine della loro riduzione a una disposizione necessaria, 
non deve implicare il cambiamento di segno del prodotto; quindi 
(a differenza della (7,10)) abbiamo 


(E (X) D+ (x), Uta 
(D+ (Xa) P'(X)), t< tz 


La stessa media come la (31,1), ma con gli operatori + completi al 
posto di quelli « sopra condensato » darebbe 


—i (TŶ (X,) P+(X.))= —in + G (Xis Xa), (81,3) 


dove no è la densità del numero di particelle] nel condensato 1). 
In un liquido omogeneo la funzione di Green dipende, ovviamente, 
dalla sola differenza X = X, — X.. i 

La matrice densità « sopra condensato » p’ si esprime mediante 
la funzione di Green in accordo con la formula 


Np' (ri, ra) = iG (t1, r1; tı +0, ra) = iG (t = —0, r) (31,4) 
(porre attenzione al diverso segno comune rispetto alla formula 


(7,18)). In particolare, per r, = r, si ottiene la densità completa del 
numero di particelle « sopra condensato » 


7 -—m=iG (t= —0, r=0) (31,5) 


(cfr. la (7,19)). 

Il passaggio alla rappresentazione degli impulsi va eseguito in 
base alle stesse formule (7,21-22). La normalizzazione della funzione 
G (©, p) è data dalla formula 


ci cia - -iot 20 dp | 
y; = "oti lim | G(0, pje-® (31,6) 


(27)* 
(cfr. la (7,24)), 


1) Come nel caso di sistemi di Fermi, considereremo gli stati di un sistema 
di Bose per un dato valore del potenziale chimico p (anziché del numero N). 
Rispettivamente Ja differenza H’ = Ë — pÑ (7,1) funge da operatore hamil- 
toniano del sistema. In questo caso la parte « sopra condensato » dell'operatore p 
è indipendente dal tempo. 
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Per la funzione di Green di un sistema di Bose nella rappresenta- 
zione degli impulsi si può ottenere uno sviluppo simile a quello che 
abbiamo ottenuto al $ 8 per i sistemi di Fermi. I calcoli, del tutto 
analoghi, conducono dapprima alla formula 


Li Amò (P— Pm) a 
Glo, = I {TEMI EVITATO 
a m 


Bmò (P+Pm) 
RIE ora) 811) 
dove 


Am= (01 Ẹ (0) [m)|?,  Bm= [Cm] d' (0) 10)]2 


dp’ (r) è l’operatore di Schrödinger «sopra condensato ») 1). Per 
ridurre questo sviluppo alla forma definitiva, osserviamo che le 
energie di eccitazione €m (N) nel sistema di Bose vengono definite 
come differenze (sempre positive) fra le energie degli stati eccitati 
del sistema e l'energia del suo stato fondamentale per il numero di 
particelle N invariato. Tenendo conto che E, (N) + u œ Eo (N41), 
troviamo che 


Em(N+1) - Eo (N) — u ~ Em (N + 1) — Eo (N + 1) = 
= £m (N + 1) >O, 

Em (N — 1) — Eo (N) + p X Em (N — 1) — Eo (N — 1) = 
= £m (N — 1) >0. 


Ma l'aggiunta o la sottrazione di una particella cambia le proprietà 
del sistema soltanto nei termini dell’ordine relativo di grandezza di 
~1/N; per un sistema macroscopico questi termini sono trascurabil- 
mente piccoli in modo che le energie di eccitazione &m (N + 1) 
‘vanno supposte mutuamente coincidenti e coincidenti con &m (N). 
Infine otteniamo così 


nn Ambòm (P— Pm) Bmôm (P+Pm) 
Glo p= On d i L eem 0 j 818) 
m 


Allo stesso modo in cui è stata ottenuta la (8,14), di qui è facile 
trovare che per un sistema di Bose la parte immaginaria della fun- 
zione di Green è sempre negativa 


Im G (o, p) <0. (31,9) 


1) La formula (31,7) corrisponde alla formula (8,7). Ora il fattore 1/2 è 
assente in quanto le particelle sono supposte senza spin. Badiamo che, a diffe- 
renza della (8,7), il secondo termine nella formula (31,7) è preceduto da un 
altro segno. . 
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La forma asintotica della funzione di Green per œ + co resta la 
stessa che nel caso dei sistemi di Fermi:. 


G (©, pp+1/0 per |0]+ œ (34,10) 


(cfr. la (8,15)). Nel dedurre questa formula si deve tener conto della 
regola di commutazione 


Ü (t, r,) Ë+ (t, ra) — PH (t, ra) È (t, r1) =ô (t, — r), 


in cui al posto dell’anticommutatore figura ora il commutatore degli 
operatori Y e ¥+ 1), 

In seguito, gli stessi ragionamenti del $ 8 permettono di conclude- 
re che i poli della funzione di Green definiscono lo spettro di eccita- 
zioni elementari 


G7 (e, p) = 0 (31,11) 


e che in questa equazione si devono calcolare soltanto le radici. 
positive; a differenza della (8,16), qui non occorre sottrarre p da e. 
In prossimità del suo polo la funzione di Green assume la forma 


Z4 x 
orep’ Z+>0, Z-<0 (31,12) 


G (0, pia 
il segno del residuo nel polo coincide con il segno di œ, ciò che 
deriva dalla positività dei coefficienti Am; Bm nella (31,8) (il valore 
del residuo, invece, non è limitato da nessuna condizione simile, 
ad esempio, alla condizione (10,4) nel caso dei sistemi di Fermi). 
Utilizzando l’espressione (31,12) è facile vedere (così come abbiamo 
fatto al $ 8) che la disuguaglianza (31,9) garantisce automaticamente 
la positività del coefficiente di smorzamento delle quasi-particelle, 
cioè il segno necessario di —Im e >0 allorché i valori di e si sposta- 
no nel dominio complesso. 

La possibilità di transizione delle particelle « sopra condensato » 
nel condensato e viceversa fa sì che nell’apparato matematico delle 
funzioni di Green per i sistemi di Bose, accanto alla funzione (31,1), 
compaiano automaticamente (come vedremo al $ 33) anche le fun- 
zioni 


iF (Xx, X) = W — 2 | TË (X) Ë (X) IN), (31,13) 
iF+ (Xi, Xa) = W | TÊ (X,) $+ (X) | N — 2) = 
= (N + 2 | T+ (X,) P+ (X) | N), (81,14) 


1) Il fatto che nella definizione di G è distinta la parte condensata degli 
operatori qui non ha importanza: al termine costante — ing della (31,3) 
nella rappresentazione degli impulsi corrisponde la funzione è ô (œ) ô (p) che 
non incide sulla (31,10). ; 
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dove l'elemento matriciale è calcolato per le transizioni con varia- 
zione del numero totale di particelle nel sistema e il simbolo | N) 
significa lo stato fondamentale del sistema di N particelle (l’ultima 
uguaglianza nella (31,14) è valida a meno di grandezze —1/N; vedi 
la nota alla pag. 135). Le funzioni F e F+ così definite sono dette 
funzioni anomale di Green. Mostriamo che in un liquido omogeneo 
in quiete le funzioni F e F* coincidono. 

Così come la funzione G, le funzioni F e F+ per un liquido omo- 
geneo dipendono unicamente dalla differenza X = X, — X, !). 
Inoltre, dato che la permutazione di X, e X, cambia soltanto l'ordine 
di disposizione degli operatori nel prodotto, il quale viene comunque 
stabilito mediante l'operazione di cronologizzazione, si ha 


F (X) = F (—X). (31,15) 
Ne segue, ovviamente, che nella rappresentazione degli impulsi 7, è 
una funzione pari del suo argomento 

F(P)=F(—P). (31,16) 
Inoltre, una relazione definita fra F e F+ compare come risultato 


della seguente proprietà dell'operatore p di Heisenberg per un liquido 
in quiete ?): 


+ (t, r) = Ọ (—t, —r). (31,17) 


1) L’indipendenza della funzione F dalla somma dei tempi tr + ta è dovuta 
al fatto che nella definizione dell'operatore hamiltoniano H’ = A — uN 
è stato introdotto il termine —uN, mentre dalla differenza'fra'gli autovalori 
dell'energia dei sistemi con numeri di particelle diversi è stato escluso il ter- 
mine 

E (N + 2) — E (N) = 20E/9N = 2p, 
e dagli elementi matriciali dell’operatore Pi, P; rispettivamente il fattore 


exp [ip (ti + ta)l. z 
‘ 2) Si può convincersene nel seguente modo. Tutti gli elementi matriciali 


‘ non nulli degli operatori dp» aj si possono definire come grandezze reali (ve- 
di HI, le formule (64,7-8)); in questo senso gli operatori sono reali, cioè âp = 
= až = ap. Pertanto l'operatore di Schrödinger 

d (e) = V-1/2 YI apet 

p 
gode della proprietà t M= (—r). Ne discende, a sua volta, l'uguaglianza 
(31,17) per l'operatore di Heisenberg l 
È (t, r)=exp (i8t) b (r) exp (— iÎt), 

di cui è facile convincersi osservando che l'operatore hamiltoniano! # (per un 


sistema senza interazioni di spin) è reale (in modo che H= fl ) ed è invariante 
rispetto all’inversione. Sottolineiamo tuttavia che la natura reale dell’opera- 
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Ponendo, ad esempio, ts >t,, abbiamo perciò 
iF+(Xy, Xa) = (N +21 ®"+(x,) È (X) IN)= 
=N ËX PXD IN += 
=(N| Y (— X) Y’ (— X2) IN +2) =iF (~X,, — X»), 


ossia F+ (X) = F (—X). Tenuto conto della (31,15), ne deriva l’u- 
guaglianza cercata 


F+ (X) = F(X). (31,18) 


Esprimendo la funzione F (X) attraverso gli elementi matriciali 
degli operatori p, si può ottenere per F (œ, p) uno sviluppo analogo 
a quello (31,8) e precisare in questo modo la questione relativa ai 
poli di questa funzione; senza soffermarci su ciò, limitiamoci ad 
indicare che i poli della funzione F (œ, p) coincidono con quelli 
della funzione G (œ, p). 

Per concludere questo paragrafo, calcoliamo la funzione di Green 
G® per un gas di Bose perfetto. Poiché tutte le particelle di questo 
gas sono condensate nello stato fondamentale, si deve osservare che 
l'operatore di distruzione delle particelle « sopra condensato » Ý, 
agendo sulla funzione d’onda dello stato fondamentale, l’annulla. 
Pertanto la funzione G® (#, r) è non nulla soltanto per t = t — 
— ta >0 (quando, secondo la (31,2), il primo ad agire è l'operatore 
. di creazione Y+). 

Sebbene per un gas perfetto il potenziale chimico p = 0, trascu- 
riamo questo fatto considerando u un parametro libero non definito 
preliminarmente; ciò è necessario per l’uso ulteriore della funzione 

. GO nella tecnica dei diagrammi per un liquido qualsiasi in cui p 
funge da parametro di questo tipo. Ciò premesso, scriviamo l'opera- 


tore È; (t, r) nella forma 
p' SAR a i (or— 22 
Y’ (t, r)= VT 2% exp [i (pr r t+ut) ] (34,19) 


(differente dalla (26,1) per il termine iut nell’esponenziale). Sosti- 
tuendo questa espressione nella definizione di G‘®, secondo la (31,2), 
osserviamo che, prendendo la media (calcolando cioè l’elemento 


matriciale diagonale), soltanto i prodotti apa e ata, possono fornire 


tore hamiltoniano suppone]l’assenza di movimento superfluido macroscopico 
nel liquido. Per il7sistema di Bose con condensato l'operatore hamiltoniano 
dipende da un parametro macroscopico, ossia dalla funzione d’onda conden- 
sata Z. In ‘un liquido animato dal moto questo parametro è complesso e con 
esso è complesso (ma, ovviamente, hermitiano) anche l’operatore hamiltoniano. 
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un risultato non nullo; ma poiché nello stato fondamentale del gas 
‘ i numeri di riempimento di tutti gli stati delle particelle con p 4 0 
sono nulli, allora 


(aša) =0, (apab) =1. 


Passando in seguito, nel modo usuale, dalla sommatoria su p al- 
l'integrazione, otteniamo 


G® (t,r)= 
= eli aree a per ż¿œ>0, 
0 per t#<0. 


(31,20) 


Di qui ricaviamo la funzione di Green nella rappresentazione degli 
mpulsi 
GIO zi È ; P ; ; 
(0, p= —i f exp (-iTt+iuttiot) at. 
0 
L'integrazione va eseguita mediante la formula 


vo 


| eiat at= (81,21) 
d 


a+ i0 


(nell'espressione integranda introduciamo il fattore e-M con à >0 
dopo di che passiamo al limite per A + 0). Infine otteniamo 


Geo )=[o- ++]. Shi 


Per quanto riguarda la funzione F, per un gas perfetto si ha 
F®-(X) = 0, come è immediato ‘dalla definizione (31,13), nella 
quale entrambi gli operatori annichilano le particelle « sopra con- 
densato ». Pertanto anche nella rappresentazione degli impulsi si ha 

FO (0, p) = 0. (31,23) 


Questa uguaglianza esprime il fatto che le particelle « sopra conden- 
sato » compaiono (per 7 = 0) soltanto per interazione. 


PROBLEMA 
Trovare ia funzione di Green del campo fononico, definita come 
D (Xi, X3) = D (Xı— Xa) = —i<Tp'(X1)p"(Xa), (1) 
dove la parentesi angolare significa la media rispetto allo stato fondamentale 


del campo; p° è l'operatore di densità ricavato dalla (24,10) e il prodotto crono- 
logico si sviluppa in base alla regola (31,2). 
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Soluzione. Portando la (24,10) nella definizione (1) vediamo che, essendo 
nulli nello stato fondamentale tutti i numeri di riempimento degli stati fono- 


nici, soltanto le medie (cet) = 4 sono diverse da zero. Passando in seguito 
dalla somma su k all’integrazione, otteniamo 
_ { LE i (errukt)_Pk 
Re | Ziu | Pn’ 
dove i segni negativo e positivo all’esponente si riferiscono a t>0 e t< 0, 


rispettivamente (nell’integrale per ¿< 0 è stato eseguito il cambiamento di 
variabile d'integrazione k + —k). L'espressione integranda (senza il fattore 


eikr) è già una componente dello sviluppo di Fourier della funzione D (t, r) 
nelle coordinate. Sviluppando allo stesso modo nel tempo, otteniamo la fun- 
zione di Green nella rappresentazione degli impulsi 
00 0 
baie 2 {| ei (OUR tg + i e KOHIN gg l. 
0 -% ; 
L'integrazione va effettuata in base alla formula (34,21): 
. Sa [ata] SEI SI 
D(@, k)= 2u | oak TW @o-+uk—ið JT w— uk? i0 * 


$ 32. Tecnica dei diagrammi per il liquido di Bose 


La costruzione ulteriore della tecnica dei diagrammi per il calcolo 
delle funzioni di Green di un sistema di Bose è la stessa che è stata 
‘ fatta nei $$ 12-13 per i sistemi di Fermi. Come là, formuliamo le 
Tegole di questa tecnica per un sistema con interazione a due a due 
fra le particelle, che viene descritta dall’operatore 


P= {Fa r;) D+ (t, ra) U (r1— r) X 
x Ü (t, r2) Ë (t, r4) d'z, dz. (32,14) 


La cosa specifica dei liquidi di Bose con condensato è, soprattut- 
to, che tutti gli operatori p di Heisenberg devono essere rappresenta- 
ti nella forma Y = Y’ + E, dove Y’ è la loro parte « sopra conden- 
sato » e E la funzione d’onda condensata rappresentante semplice- 
mente un numero reale Vn, !) (per un liquido fisso). Dopo questa 
sostituzione l'operatore (32,1) si decompone in più termini contenenti 
da quattro a zero operatori Y” (assieme con un numero additivo 
corrispondente di fattori Vno). 

Quanto detto al $ 12 relativamente al passaggio alla rappre- 
sentazione dell'interazione resta completamente in vigore, e lo 
sviluppo ulteriore delle espressioni che si ottengono viene realizzato 


1) Sottolineiamo quanto segue: siccome questa grandezza si ottiene per 
separazione in parti di un operatore * (di Heisenberg) esatto, allora nọ è il 
valore esatto della densità del condensato nel liquido (per 7 = 0). 
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mediante il teorema di Wick (con la sola differenza che la permuta- 
zione degli operatori wynel prodotto, la cui media deve essere calco- 
lata, non richiede il cambiamento di segno). La diversità dei termini 
«in cui si decompone l’operatore (32,1) implica, tuttavia, la comparsa 
di elementi nuovi nei diagrammi di Feynman. Descriviamo questi 
elementi nuovi direttamente nella rappresentazione degli impulsi 
definitiva. 

A ciascun vertice del diagramma convergono, come prima, tre 
linee: una tratteggiata (cui è messo in corrispondenza il fattore 
—iU (Q) di quadrimpulso Q = (90) q)) e due linee di particelle (una 
d’entrata e l’altra d'uscita). Ma in questo caso si devono distinguere 
le particelle condensate da quelle «sopra condensato ». Le linee 
continue esprimeranno ora le particelle « sopra condensato », e a 
una linea di questo tipo (di quadrimpulso P = (œ, p)) corrisponde, 
come prima, il fattore iG® (P). Le linee di particelle condensate, 
invece, verranno rappresentate ondulate; a queste linee viene attri- 
buito il quadrimpulso P = 0 e messo in corrispondenza il fattore 


Vn, }). Quindi, otteniamo vertici di quattro tipi: 


(i vertici con una o due linee ondulate sono detti incompleti). In ogni 
vertice deve essere verificata la « legge di conservazione del quadrim- 
pulso »; perciò nei vertici b e c il quadrimpulso della linea tratteg- 
giata coincide con quello della linea continua, e nel vertice d il 
quadrimpulso è nullo. Le linee ondulate sono sempre linee esterne del 
diagramma, cioè aventi soltanto un estremo congiunto mentre l’altro 
resta libero. 

Ogni diagramma, che fa parte della definizione della funzione 
di Green G (P), ha due linee esterne continue di quadrimpulso P 
(una d'entrata e l’altra d'uscita) e, per di più, può possedere un 
certo numero (pari) di linee esterne ondulate; i numeri completi di . 
estremi d’entrata e d'uscita in ogni diagramma sono gli stessi (il 
che esprime la conservazione del numero completo di particelle nel 
sistema: condensate insieme con quelle « sopra condensato »). Così 
come per i sistemi di Fermi (e per la stessa ragione; vedi il $ 13), 
sono ammissibili soltanto diagrammi che non si dividono in due 


1) Più precisamente, alla linea ondulata d'entrata deve corrispondere nel 
vertice il fattore 2 e a quella d’uscita il fattore E*; data la natura a reale di 8, 
questi fattori sono di fatto identici. i 
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(o più) parti non connesse reciprocamente. A differenza del caso di 
un sistema di Fermi, la regola, che definisce il segno generale con il 
quale i diagrammi entrano in iG, cambia: tutti i diagrammi entrano 
con segno uguale (cioè va eliminata la regola 3, data alla pag. 74). 

Ognuna delle linee tratteggiate del diagramma ha ai suoi due 
estremi un vertice completo o incompleto. Tuttavia, questi non 
possono essere due vertici del tipo (32,2d): non avendo un estremo 
continuo, in generale, tale figura non può essere associata al diagram- 
ma della funzione di Green. Non possono esserlo neanche i vertici 
dei tipi (32,2d) e (32,2c) (oppure dei tipi (32,2d) e (32,2b)): in presen- 
za di tre estremi ondulati la conservazione del quadrimpulso nei 
vertici implicherebbe in questa figura l’annullamento anche del 
quadrimpulso del quarto estremo, vale a dire che si avrebbe una 
figura a quattro estremi condensati (ondulati). 

Tuttavia, un numero notevole di diagrammi in ogni ordine della 
teoria delle perturbazioni, costruiti in base alle regole suindicate, 
si annulla identicamente. La causa di questa scomparsa è dovuta al- 
l'assenza nello stato fondamentale del gas di Bose perfetto di parti- 
celle « sopra condensato ». Ciò si vede in modo particolarmente chiaro 
studiando l’origine dei diagrammi nella rappresentazione delle coor- 
dinate: sono nulle tutte le convoluzioni della forma (Y"*Y) in cui 
l'operatore di annichilazione delle particelle « sopra condensato » 
sta a destra e agisce per primo sullo stato fondamentale; restano uni- 
camente convoluzioni della forma (Y"Y'+) 1). 

| Così si annullano i diagrammi con linea continua « chiusa su se 
stessa »: questa linea deriva dalla convoluzione (Y’* (t, r) Y' (t, r)? 
rappresentante la densità di particelle « sopra condensato ». Inoltre, 
sono nulli i diagrammi contenenti una linea continua chiusa da una 
curva tratteggiata: 


C2 


Questa linea deriva dalla convoluzione (‘Y’*(t, r.) Y' (t, r;)) di 
due operatori p all’interno di un medesimo operatore d’interazione 
V (t) in cui gli Y+ stanno a sinistra di Y’. 

Infine, sono nulli tutti i diagrammi nei quali si può percorrere 
un contorno chiuso lungo una successione di linee continue e tratteg- 
giate in modo tale che le direzioni delle linee continue su tutto il 
contorno siano identiche. Tracciamo un contorno di questo genere 


LITI] 


1) Per ragione analoga si annullavano alcuni diagrammi per la diffusione 
di due particelle nel vuoto; vedi il $ 16. 
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indicando nei punti estremi delle linee gli argomenti temporali 
degli operatori Ņ: si 


t; t2 
t; 4 È ty 
`, VA 
e C 
t; f3 


Gli argomenti nei punti estremi di ogni linea tratteggiata sono ugua- / ~ 
li 1). Quanto agli argomenti delle funzioni G® corrispondenti alle 
linee continue, essi sono uguali alle differenze t, — t, t3— t» 
t, — É, ti — t,; quale che sia il contorno chiuso, la loro somma 
sarà nulla, in modo che almeno uno degli argomenti è negativo e la 
funzione corrispondente G® si annulla. 

Le suddette regole si riferiscono anche ai diagrammi che defini- 
scono una funzione di Green anomala, con la sola differenza che en- 
trambe le linee esterne continue devono essere d’uscita (per la fun- 
zione F) o entrambe d’entrata (per la funzione F+). Corrispondente- 
mente i numeri di linee ondulate d’entrata e d'uscita in questi 
diagrammi diventano diversi, affinché il numero generale di tutte 
le linee d’uscita resti uguale al numero generale di linee d’entrata. 
A una delle linee continue esterne si attribuisce il quadrimpulso P 
e all'altra il quadrimpulso —P (dove P è l’argomento della funzione 
da definire F (P) o F*(P))?); la somma dei quadrimpulsi di en- 
trambe queste linee deve essere nulla in virtù della « legge di conserva- 
zione del quadrimpulso » applicata al diagramma nel suo insieme. 

Le funzioni di Green calcolate mediante la tecnica dei diagrammi 
contengono due parametri: il potenziale chimico u e la densità del 
condensato no; occorre ancora legare questi parametri alla densità 
del liquido n = N/V. Una relazione fra queste tre grandezze viene 
fornita dalla formula (31,6) che deriva immediatamente dalla defi- 
nizione di funzione di Green. Come-seconda relazione si può ricorrere 
all'equazione (33,11), che verrà dedotta più avanti e che esprime 
esplicitamente u in termini di nozioni della tecnica dei diagrammi. 


$ 33. Funzioni autoenergetiche 


Studiamo in modo più dettagliato la struttura dei diagrammi 
per le funzioni di Green prendendo in considerazione la nozione di 
funzione autoenergetica, così come abbiamo fatto al $ f4 per i sistemi 
di Fermi; consideriamo a tal fine l'insieme di tutti i diagrammi (a due 

3) Ricordiamo che nella rappresentazione spazio-temporale dei diagrammi 
alla linea tratteggiata fra i punti 1 e 2 viene messo in corrispondenza il fattere 
iU (X,.— Xx) contenente la funzione ô (tı — ta). l 

2} Essendo F funzione pari del suo ‘argomento, la scelta del segno ‘generale 

di P è qui inessenziale. 
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linee continue esterne) che non si possono tagliare in due parti con 
l'intersezione di una sola linea continua. Tuttavia, contrariamente 
al $ 14, ora esistono più possibilità di orientamento delle linee ester- 
ne nei diagrammi: accanto ai diagrammi con una linea d’entrata e 
un’altra d'uscita esistono anche diagrammi con due linee d'uscita 
o con due linee d’entrata. In relazione a ciò compaiono parti auto- 
energetiche di tre specie: 


-iE -E,, è a 33.4 
O dea 3 (33,1) 


(in queste notazioni il primo indice di } esprime il numero di linee 
continue esterne d’entrata e il secondo il numero di quelle d’uscita). 
Oltre alle linee esterne continue i diagrammi autoenergetici in 
generale hanno anche estremi liberi ondulati (condensati). Questi 
estremi entrano in certe funzioni autoenergetiche indicate qui con 
un cerchietto. Noi vedremo più avanti che le funzioni Èp (P) e 
Zao (P) di fatto coincidono 


Bos (P) = Z0 (P). (33,2) 

Notiamo subito anche che, data la simmetria con la quale P e —P 

entrano nella definizione di queste funzioni, queste sono pari rispèt- 
to al loro argomento: 

Zoz (P) = Do (—P). (33,3) 

A titolo di illustrazione diamo tutti i diagrammi non nulli delle 


funzioni X., e Zog nei due primi ordini della teoria delle perturba- 
zioni 


rrip RTTCIICII e 


-O7 =p p “Te (33,5) 


Costruiamo ora le equazioni esprimenti le funzioni esatte G e F 
mediante le funzioni autoenergetiche. 
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Nei termini della teoria delle perturbazioni la differenza G (P) — 
— G® (P) viene espressa dalla somma di un numero infinito di 
diagrammi, ossia di successioni della forma 


composte di numeri diversi di cerchietti, congiunti in tutti i modi 
possibili da frecce nelle direzioni diretta e inversa (rispetto a due 
estremi). Analogamente la funzione esatta F (la funzione F = 0) 
verrà espressa dalla somma di successioni in cui due frecce estreme 
hanno direzioni opposte: 


Tagliando in tutte queste successioni l’anello estremo (il cerchietto 
con la freccia), così come indicato con una verticale tratteggiata, 
l'insieme dei diagrammi restanti con direzioni identiche delle frecce 
estreme coinciderà con la funzione esatta G, e l’insieme dei diagram- 
mi con direzioni opposte delle frecce estreme darà la funzione esat- 
ta F. 

Introduciamo la notazione grafica di queste funzioni con frecce 
uni- e bidirezionali in grassetto 


i6(0) iF(P) iF*(0) 
tin 


P 3 > + (33,6) 


Allora le affermazioni fatte si possono scrivere in forma di ugua- 
glianze grafiche composte di diagrammi a scheletro: 


p PP Ped P 
le cel n LI 
E -2 È rg malora Coe 


(83,7) 
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(vedi l'equazione analoga (14,4)). In forma analitica queste ugua- 
. glianze danno 1) 


G (P) = [1 + Zy (P) G (P) + Zeo (P) F (P)I GO (P), (33,8) 
F (P) = GO (—P) [2Z;, (—P) F (P) + Zo: (P) G (P). i 


Risolvendo queste equazioni rispetto a G e F e sostituendo l’espres- 
sione (31,22) per G®, otteniamo le formule cercate 


G(P=i [+ p+Zx(—2)], F(= lP), (83,9) 
dove 
D={Zos (P)P—[®u(P)-0—10+-—n]x 

x [Zu (-P2)+@—10+1-u]. (33,10) 


Sottolineiamo che queste relazioni sono indipendenti dalla struttura 
delle funzioni autoenergetiche e perciò non sono legate all'ipotesi 
che l'interazione fra le particelle sia a due a due, in modo che sono 
valide per un liquido di Bose qualsiasi. 

L'energia delle eccitazioni elementari nel liquido in dipendenza 
dell’impulso p viene definita dai poli delle funzioni G e rispetto 
alla variabile ©. Per impulsi p piccoli queste eccitazioni sono dei 
fononi e la loro energia tende a zero con p. Pertanto la funzione 
(33,10) deve annullarsi per p= 0, © = 0. Di qui troviamo l’ugua- 
glianza 


[2,1 (0) — ul? = Zô, (0). 


Questa uguaglianza come equazione in u ha due radici delle quali 
si deve considerare 


u = Zi (0) — Zoa (0). (33,11) 


Infatti, nel limite delle onde lunghe l'operatore y viene dato dall’e- 
spressione (27,2) e la sua parte «sopra condensato » vale dv _ 
— Vmai Vaud, in modo che P+ = —Y' e, inoltre, Fa —G; 

quest’ultima uguaglianza si verifica per la radice (33,114) quando i 
numeratori nella (33,9) (nel limite P + 0) differiscono soltanto per 
il segno. L’uguaglianza (33,11) è appunto quella seconda relazione 
(vedi la fine del $ 32) che, assieme alla relazione (31,6) dà la possibi- 
lità di esprimere i parametri u e nọ in funzione della densità n del 
liquido. l 


1) Si potrebbe scrivere un sistema analogo per G e F* che differirebbe dal- 
la (33,8) per la sola sostituzione reciproca di X yy e 2,9. Poiché F = F+, ne 
segue l'uguaglianza (33, Sa 
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Lo sviluppo ulteriore dell'espressione (33,10) iu serie di œ e p 

determina la forma della funzione di Green nel dominio dei valori 
piccoli dei suoi argomenti. In questo caso si deve tener presente che 
le funzioni scalari Z,, e Zog si sviluppano in potenze di p?, e lo 
sviluppo della funzione Xo pari rispetto a tutti i suoi argomenti 
contiene soltanto le potenze pari anche della variabile œ. Rappre- 
sentando la (33,10) nella forma 


D= {0—5 [Zu (P)— 2u (— P) Y — 


— {5 ptt [Zu (P)+ 2u (— Pj} -+ 2o: (P), 


concludiamo immediatamente che i primi termini dello sviluppo che 
non scompaiono hanno la forma D = costante (œ? — u?p? + i0), 
dove u è una costante rappresentante, evidentemente, la velocità 
del suono nel liquido. Osservando anche che, in virtù della (33,11), 
i numeratori nella (33,9) per ©, p+ 0 differiscono soltanto per il 
segno, troviamo che 


—— F=-_ costante 
@?— u?p2 -}- 10 


(la regola di aggiramento è definita dal confronto con la (31,81)). 

Si può determinare il valore della costante a numeratore calco- 
lando in base a questa funzione di Green la distribuzione degli 
impulsi delle particelle N (p) (per p piccoli) e confrontandola con la 
già nota distribuzione (27,7). L’integrale 


‘ls N =z do 
N (p)=ilim | G(o, pete Si 


(vedi la (7,23)) si calcola chiudendo il cammino d'integrazione con 
una semicirconferenza indefinitamente lontana nel semipiano su- 
periore (vedi la nota alla fine del $ 7) e si trova corrispondentemente 
mediante il residuo nel polo œ = —up + i0. Infine otteniamo 
N (p) = costante/2up e il confronto con la (27,7) dà costante = 
= nomu?/n. Quindi, otteniamo la seguente espressione per le fun- 
zioni di Green per œ e p piccoli: 
nomu? 

Notiamo che il coefficiente di questa funzione coincide (a meno 
del coefficiente di normalizzazione) con la funzione di Green del 
campo fononico (vedi il problema del $ 31), risultato del tutto natu- 
rale in quanto nel dominio degli œ, p piccoli tutte le eccitazioni 
elementari in un liquido di Bose sono dei fononi. 
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Illustriamo infine le formule ottenute applicandole al modello 
di un gas di Bose quasi-perfetto con interazione a due a due fra le 
particelle, studiato al $ 25. Nella prima approssimazione della 
teoria delle perturbazioni, 2,1 e Žo vengono determinate dai due 
primi diagrammi (33,4) e dal primo diagramma (33,5). Sviluppandole 
in forma analitica, otteniamo 


Za = no [Uo + U (p), Zoz = nU (p). 


Con la stessa approssimazione si può sostituire la densità del conden- 
sato no in queste formule con la densità totale del gas n. Come è 
stato detto al $ 25, in questo modello gli impulsi delle particelle del 
gas si possono supporre piccoli per cui le componenti di Fourier 
U (p) si possono sostituire con il loro valore U, per p = 0. Allora 


Zu = 2nUo, Zi 02 = nUo. (33,13) 


La sostituzione di queste espressioni nella (33,11) dà u = nUo 
ciò che è in pieno accordo con la (25,6). La sostituzione, invece, 
nelle (33,9-10) conduce alle seguenti formule per le funzioni di Green: 
_\_ 0+p?/2m+nU, 
Go = lato 
— nU, 
0"—e2(p) +10 ? 


(33,14) 
F (o, p) = 


dove Sa ha 
ew=| (a) +] 


` Dalla forma dei denominatori di queste funzioni risulta con chiarezza 
che e (p) è l’energia delle eccitazioni elementari in pieno accordo 
con i risultati (25,10-11) ottenuti prima in un altro modo. 


$ 34. Disintegrazione delle quasi-particelle 


La durata finita della vita (smorzamento) della quasi-particella 
nel liquido quantistico può essere legata sia alle sue collisioni con 
altre quasi-particelle, sia alla sua disintegrazione spontanea in due 
(o più) nuove quasi-particelle. Alla temperatura T +0 la prima 
sorgente di smorzamento scompare (poiché la probabilità di colli- 
sioni tende a zero assieme alla densità del numero di quasi-particelle), 
e allora lo smorzamento è dovuto unicamente alla disintegrazione 
delle quasi-particelle. 

Consideriamo la disintegrazione di una quasi-particella (con 
impulso p) in due. Se q è l’impulso di una delle quasi-particelle 
comparse, allora l'impulso dell’altra è p— q e la legge di conserva- 
zione dell’energia fornisce la condizione 


e (p) = e (4) + e (Ip — q Ì). (34,1) 
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Può succedere che in un certo dominio dei valori di p questa ugua- 
glianza non si verifichi per nessun q; allora in questo dominio le 
quasi-particelle saranno in generale non smorzate (qualora sia im- 
possibile anche la disintegrazione in un numero più grande di quasi- 
particelle). Al variare di p lo smorzamento si produce per il valore 
p = p. (soglia di disintegrazione) per il quale compaiono per la 
prima volta le radici dell’equazione (34,1). 

Notiamo anzitutto che nel punto p = p. il secondo membro 
dell'uguaglianza (34,1) come funzione di q ha un estremo. Infatti, 
il valore estremale della somma e (q) + e (| p — q |) per un dato p 
sia E (p) (per fissare le idee, supporremo minimo questo valore). 
Allora il secondo membro dell’equazione 


e (p) - E (p) = e (q) + e (| p — q |) — E (p) 


è non negativo. Per questa ragione Leduazione a priori non ha radici 
per i valori di p per i quali e (p) — E P) < 0; la radice compare 
soltanto nel punto p = p, in cui e (pà = 

Rappresentando l’equazione (34,1) sur forma simmetrica 


e (p) = e (u) + € (g2) A1 + d2 = Pe 


vediamo che la condizione di estremo per il suo secondo membro si 
può scrivere come de/0g, = de/0q, ossia 


V= Va (34,2) 


vale a dire che nel punto di soglia due particelle disintegrate hanno 
velocità uguali. Qui si possono distinguere più casi (L. P. Pitaevskij, 
1959). 

a) La velocità della quasi-particella nel liquido di Bose è nulla 
per impulso p = py corrispondente al minimo rotonico sulla curva 
della fig. 2. Pertanto se v, = v, = 0, ciò significa che nel punto 
di soglia la quasi-particella si decompone in due rotoni di impulsi po 
ed energie A. Rispettivamente l’energia della quasi-particella che si 
disintegra è e (p.) = 2A e il suo impulso p, è legato a pọ dalla condi- 
zione Pe = Poi + Poz, cioè 2p, cos 0 = p., dove 20 è l'angolo forma- 
to dalle direzioni di volo dei due rotoni. Ne consegue che in ogni 


caso deve essere 
Pe < 2Po- (34,3) 


b) Se le velocità vj = v, non sono nulle e se gli impulsi cor- 
rispondenti q, e q, sono finiti, ciò significa che la disintegrazione 
nel punto di soglia produce due quasi-particelle con impulsi colli- 
neari (paralleli o antiparalleli) +). 


1) In virtù dell’isotropia del liquido le direzioni dell'impulso p della 
quasi-particella e della sua velocità v = de/9p sono collineari, ma possono 
essere orientate sia in direzioni uguali che opposte. 
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c) Se le velocità v, e v, sono diverse da zero, ma uno degli impul- 
si (qı, ad esempio) tende a zero nell'intorno del punto di soglia, la 
quasi-particella corrispondente sarà un fonone e la velocità v, = u. 
- In questo caso abbiamo a che fare con una soglia oltre la quale è . 
possibile la creazione di un fonone dalla quasi-particella. Nel punto 
di soglia stesso l’energia del fonone è nulla, mentre la velocità della 
quasi-particella raggiunge la velocità del suono (coincidendo con le 
velocità v; = Vv, = u). 

d) Infine, ancora un caso particolare è la disintegrazione del 
fonone in due fononi allorché la soglia è il punto iniziale dello spet- 
tro p= 0. Tuttavia, questa disintegrazione è possibile soltanto per 
un determinato segno di curvatura della zona iniziale (fononica) 
dello spettro: deve essere d?e (p)/dp? >0, vale a dire che la curva 
€ (p) si deve incurvare in alto rispetto alla tangente iniziale e = up. 
È facile convincersene rappresentando questa zona dello spettro 
nella forma 


e (p) up + apî, (34,4) 


in cui si è tenuto conto, oltre che del termine lineare, anche del 
termine successivo dello sviluppo in potenze dell’impulso piccolo 1). 
Allora l’equazione di conservazione dell’energia (34,1) dà 


up—-aq—-lp_ql)=—a(p°—g—-|p—_qpf). 


In prossimità della soglia il fonone viene emesso sotto un angolo 
piccolo 0 nella direzione dell’impulso iniziale p della quasi-particel- 
la; a primo membro dell’equazione abbiamo 


p—_a—|p_ql= —7(1—c0s0), (34,5) 
e a secondo membro è sufficiente porre | p — q |œ p — q. Allora 
troviamo che 


1 — cos 0 = 3a (p — q)? (34,6} 


Ne risulta immediatamente che deve essere a > 0. 

Noi vedremo più avanti (§ 35) che nei casi a) e b) la funzione 
€ (p) in generale non può essere prolungata-oltre il punto di soglia 
che, quindi, risulta essere punto finale dello spettro. Quanto ai casi 
c) e d), la disintegrazione della quasi-particella accompagnata dal- 
l'emissione di un fonone di grande lunghezza d’onda conduce alla 


1) L’equazione della dispersione delle vibrazioni sonore determina il 
quadrato della frequenza œ? quale funzione del vettore d’onda. Ciò premesso, 
il quadrato dell'energia del fonone e? (p) si sviluppa regolarmente in potenze- 
dell'impulso p; lo sviluppo inizia dal termine ~p? e, in virtù dell'isotropia 
del liquido, prosegue in potenze di p?. Quanto allo: sviluppo della funzione- 
stessa e (p), esso contiene quindi le potenze dispari di p. 
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comparsa di uno smorzamento debole, che può essere determinato 
mediante la teoria delle perturbazioni 1). 

Calcoliamo lo smorzamento del fonone dovuto alla sua disin- 
tegrazione in due fononi (caso d)). Gli elementi matriciali di questo 
processo sono presenti nei termini del terzo ordine dell’operatore 
hamiltoniano, che sono dati dall’espressione (24,12). Durante il 
passaggio dallo stato iniziale (i) con un fonone p a quello finale (f) 
«con due fononi qı e qz l'elemento matriciale dell’operatore di per- 
turbazione vale 

; 3! (27)? / u 1/2 2 d u 
Va=—ið (P— q: — 42) on (+ Paga) (+37 (34,7) 
(l'indice 0 della densità imperturbata pọ è omesso). Notiamo la pre- 
senza del fattore (pqg)? la cui piccolezza (si tratta della disintegra- 
zione di un fonone di grande lunghezza d’onda) garantisce l’applica- 
bilità della teoria delle perturbazioni ?). 

La probabilità differenziale di disintegrazione (in 1 s) è data dalla 
formula 
V2d391d399 

(275): 
{vedi III, la formula (43,1)). Sostituendovi l’espressione (34,7), 


«compare il quadrato della funzione ô, il quale deve essere inteso 
„come 3) 


dw= F- Vil? 8(E;— Ei) 


{8 (P— t — t) = 7780-41-41). (34,8) 


La funzione delta restante va eliminata per integrazione in d9g; 
ponendo inoltre E, = up, E; = u (q, + 9a), otteniamo 


1 2 d u2 9 d? 
v= {itip e Pa (Pa) ô — a al) Teti 


1) Quali dei casi elencati possono effettivamente essere realizzati, dipende 
-dall’andamento concreto della curva e (p) dello spettro delle quasi-particelle. 
I dati empirici relativi all’elio liquido (He) testimoniano che esiste (a pres- 
sioni <15 atm) una piccola zona iniziale dello spettro fononico che ha insta- 
bilità del tipo del caso d). Lo spettro nell’elio liquido ha termine in un punto 
-del tipo del caso a). 

2) Calcolando l’elemento matriciale (34,7), si deve tener conto che ognuno 


degli operatori fononici a e c$ può essere ricavato da ciascuno dei tre fattori 


di p o V; di qui il fattore 3!. La funzione delta nella (34,7) compare per in- 
‘tegrazione del fattore exp [i (p — qı — q2) r/ñ]. Infine, si è tenuto conto che 
le direzioni p, qı e q, sono quasi coincidenti. 


3) Infatti, la funzione delta ô (k) viene dall’integrale | 6!" 43x/(2m)?. 


Se calcoliamo un altro integrale di questo tipo per k = 0 (poiché una funzione 
delta già esiste) ed estendiamo l'integrazione a un volume finito V, allora 
“otteniamo V/(2x)3, ciò che è espresso dalla formula (34,8). . 
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(per integrazione separata in d*g, e in d°g, la risposta deve essere 
divisa per 2 così da tener conto dell’identità dei due fononi). Infine, 
esprimendo l’argomento della funzione delta nella forma (34,5) ed 
eseguendo l’integrazione in d°g, = 2ng; dg;d cos 9 (nel dominio 
b, < p), troviamo la probabilità totale di disintegrazione 


SERRA da warn 
W = -Z0 nphi {1+ 3u dp pJ° (34,9) 
Il coefficiente di smorzamento del fonone è y = —Im e = ħwl2. 


In particolare, per un gas quasi-perfetto la grandezza u?/p œ 4nh?a/m8 
è indipendente dalla densità in accordo con la (25,11). In questo caso 


3 
velo (34,10) 


(S. T. Beljaev, 1938). 

Per il processo di emissione di un fonone dalla quasi-particella 
in prossimità della soglia del tipo c) la forma dell'operatore di 
perturbazione viene stabilita considerando la variazione dell'energia 
della quasi-particella in un'onda sonora. Questa variazione è com- . 
posta di due parti 


ôe (= e +y 


Il primo termine è legato alla variazione della densità del liquido 
dalla quale l'energia della quasi-particella dipende come da un 
parametro. Il secondo termine (in cui v rappresenta la velocità del 
liquido nell’onda sonora) è la variazione dell’energia della quasi- 
particella grazie al movimento macroscopico del liquido; poiché 
la lunghezza d'onda del fonone emesso (in prossimità della soglia) 
‘ è grande rispetto alla lunghezza d'onda della quasi-particella, si può 
supporre che quest’ultima si trovi in un flusso omogeneo di liquido, 
e allora la variazione dell’energia va determinata così come è stato 
indicato all’inizio del $ 23. L'operatore di perturbazione si ricava 
da ôe sostituendo v = Vọ e p' con gli operatori di seconda quantiz- 
zazione (24,10) e p con l'operatore d’impulso della quasi-particella 


p = —ilV: 

&_ 081/2123 

Vesta VEE) (34,11) 
(nel secondo termine è stata eseguita la simmetrizzazione del prodot- 
to per ridurlo alla forma hermitiana). In seguito, il calcolo della 
probabilità di emissione di un fonone è analogo a quello eseguito 
sopra per la disintegrazione del fonone (vedi il problema). 
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PROBLEMA 


Determinare la probabilità di emissione di un fonone da parte di una quasi- 
particella di impulso p vicino al valore di soglia Pe, per cui la velocità della 
quasi-particella raggiunge quella del suono. 

Soluzione. L'elemento matriciale dell’operatore (34,11) viene calcolato 
per la creazione di un fonone (di impulso q) con la transizione contemporanea 
della quasi-particella fra gli stati (onde piane) di impulsi p e p’. In prossimità 
della soglia l'impulso del fonone è q < Pc; mentre la direzione q quasi coincide 
con la direzione p!). Tenendone conto troviamo 


A (4) 


i Var= tn? 80-41) 7 2p A 
dove 
pda | 
A=p +2 
Pet u dp |p= pc 


Di qui la probabilità differenziale di emissione di un foònone è. 
a : 


d3 
do ie 428 [e (p)—e ( Ip—q | u Tar 


(la funzione delta degli impulsi è stata già éliminata con l'integrazione in 
d'p’). Scrivendo l'argomento della funzione delta in forma approssimata 
—uq (1 — cos 0) e integrando in dq, otteniamo 

__ 24° (p— po)’ 


È 3nphs s 


$ 35. Proprietà dello spettro in prossimità 
del suo punto finale 


Nel presente paragrafo studieremo le proprietà dello spettro del 
liquido di Bose in prossimità delle soglie di disintegrazione delle 
eccitazioni elementari in due quasi-particelle di cui nessuna sia un 
fonone (i casi a) e b) del $ 34) 2). Contrariamente alle disintegrazioni 
accompagnate dalla creazione di un fonone, la teoria delle perturba- 
zioni è inapplicabile a questi casi e il loro studio richiede che sia 
precisata la natura delle singolarità delle funzioni di Green del 
liquido nei punti di soglia. D'altra parte, il fatto che ci interesseran- 
no soltanto queste singolarità permette di schematizzare sostan- 
zialmente e, quindi, di semplificare i calcoli. In particolare, si può 
fare a meno della distinzione fra le funzioni G e F (essendone identi- 


1) Per fissare le idee, consideriamo il caso in cui il fonone viene emesso 
proprio în questa direzione (e non in quella opposta). A tal fine la funzione 
e (p) in prossimità della soglia deve avere la forma 


e (P) ~ e€ (Pe) + (P — Pe) u + a (p — po? 


(con il segno positivo del termine lineare). È facile vedere dalla legge di conser- 
vazione dell'energia che l’emissione di un fonone è possibile in questo caso ‘ 
se a > 0, e si produce per p > Pe; l'impulso del fonone emesso assume valori 
nell’intervallo 0 < q < 2 (p — Pc)- 

2) Il contenuto di questo paragrafo appartiene a L. P. Pitaevskij (1959). 
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che le proprietà analitiche) e agire in modo tale come se esistesse un 
solo tipo di funzioni di Green; se tenessimo conto della distinzione 
fra G e F, ciò implicherebbe soltanto la comparsa nelle equazioni 
di alcuni termini analoghi (per le loro proprietà analitiche) e non 
inciderebbe sui risultati. 

Il fatto che la singolarità in questione della funzione di Green è ` 
dovuta alla disintegrazione della quasi-particella in altre due signi- 
fica, nei termini della tecnica dei diagrammi, che essa proviene da 
diagrammi della forma 


4 


D+ 659) 


P-Q 


che si possono tagliare in due linee continue, vale a dire che questi 
diagrammi contengono stati intermedi a due particelle. L'integra- 
zione in questi diagrammi viene effettuata nel quadrimpulso inter- 
medio Q = (qo, 4), e il ruolo determinante (nel senso della comparsa 
di una singolarità) appartiene al dominio dei valori di Q e P — Q. 
con i quali le quasi-particelle disintegrate (prodotti della disintegra- 
zione) sono generate in prossimità della soglia. Per la teoria, che 
verrà esposta più avanti, fondamentale è l’affermazione che questo 
dominio di valori del quadrimpulso non è singolare per la funzione 
di Green G (Q), che in esso ha forma ordinaria polare 


G (Q) = G (qo, €) ~œ [go — e (9) + 10]>, (35,2) 


dove l'energia e (q) delle quasi-particelle disintegrate non ha nessuna 
singolarità. La specifica fisica di questo dominio consiste unicamente 
nel fatto che una quasi-particella potrebbe « incollarsi » in esso con 
un’altra; ma alla temperatura T = 0 questo processo è impossibile 
per assenza di eccitazioni reali. Per la funzione di Green il dominio 
singolare è rappresentato unicamente dai valori di P (linee esterne 
dei diagrammi (35,1)) in prossimità della soglia di disintegrazione 
della quasi-particella iniziale. 

Alle due linee congiungenti nel diagramma (35,1) corrispondono i 
fattori G (Q) G (P — Q) e l'integrazione si effettua in Q. In questo 
caso, essendo essenziale soltanto un piccolo dominio di valori di Q, 
gli altri fattori del diagramma si possono supporre costanti durante 
l'integrazione, uguali al loro valore per il valore di soglia Q = Q, 1). 


1) Questa affermazione deve essere precisata. Infatti, i fattori G (Q) G (P—Q) 
sono indipendenti dall'angolo ọ che determina la posizione del piano (p, q). 
Perciò l'integrazione in dg si riduce alla media della parte restante dell’espres- 
sione integranda in 9, dopo di che d4Q si può intendere come 2x4? dge dq d cos 0. 
È per tale integrazione in 440 che diventa essenziale il dominio piccolo. Queste 
«osservazioni riguardano anche altri casi analoghi di calcoli che verranno ese- 
guiti più avanti. 
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Quindi, nel diagramma compare un fattore che è espresso dall’in- 
tegrale 

scr cs ld rc 
n= FOTO: 


dove P = (©, p). L'integrazione in dg, va eseguita chiudendo il 
cammino di integrazione con una semicirconferenza posta all’infinito 
in uno dei semipiani della variabile complessa 9, e dà 


SEM (CORRE. SPERA 
IST f oe elp ah FiO" (35,3) 


Torneremo più avanti allo studio di questo integrale; e per il 
momento esprimiamo tramite suo la funzione esatta cercata G (P} 
sommando a tal fine tutti i diagrammi della forma (35,1). 

Per la funzione G (P) si può scrivere l’equazione in diagrammi 
di Dyson í 


a 
da Ap Di EAD (35,4) 


Qui le linee in grassetto rappresentano la funzione esatta iG e quelle 
sottili la parte « non singolare » di questa funzione definibile dall’in- 
sieme dei diagrammi «non divisibili in due linee ». Il secondo 
termine, invece, a secondo membro della (35,4) rappresenta l'insieme 
dei diagrammi della forma (35,1). In questo caso, il cerchietto chiaro 
esprime la funzione di vertice esatta « a tre uscite » (indichiamola 
con T (Q, P — Q, P)), e il cerchietto tratteggiato ne dà la parte 
non singolare, dalla quale sono esclusi i diagrammi che si possono 
tagliare in due linee continue !). Come è stato precisato sopra, l'in- 
tegrazione in d'Q implica la comparsa del fattore II (P), mentre 
gli altri fattori nel diagramma vanno sostituiti con il loro valore 
per Q = Q.. In tal modo l'uguaglianza (35,4) significa che 


G (P) = a (P) + b (P) G (P) T. (P) II (P), (35,5) 


dove F, (P) =T (Q., P — Q., P) e a (P), b (P) sono certe funzioni 
regolari (in prossimità della soglia P = P.). 

Nella (35,5) figurano due funzioni singolari, G e Ie; per espri- 

merle in funzione di II occorre quindi ancora un'equazione. Possiamo 


1) La ‘situazione è analoga qui dll’equazione di Dyson in elettrodinamica 
quantistica (cfr. IV, $ 104):‘come là, l’intero ineiéme di-diagrammiî: richiesto 
sì ottiene introducendo termini correttivi per una sola delle funzioni di vertice. 
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ottenerla osservando che la funzione di vertice T è rappresentabile da 
una serie della forma «a scala » 


Pa e +2 pe 


analoga alla serie (17,3) per la funzione di vertice a quattro estremi. 
La sua sommatoria conduce all’equazione 


Q Q Q 
DL = Mapa J nl 
P-a pa 7% P-Q 


(vedi la (17,4)); in forma analitica, per Q & Q., essa dà 
T. (P)=c(P)+d(P)II(P)T, (P), 


dove c (P) e d (P) sono funzioni regolari. Escludendo ora T, dalle 
due equazioni ottenute, troviamo l’espressione cercata della funzione 
di Green attraverso II: 


= A(P)II (P 
i (P= y +0 (Pl (35,6) 
dove A, B, C sono di nuovo funzioni regolari (in prossimità di 


P = Pi). 
, Diamo i calcoli ulteriori che sono diversi per i diversi tipi di 
disintegrazione delle quasi-particelle. 


a) Soglia di disintegrazione in due rotoni 
che si disintegrano j 


In questo caso l'energia e (g) delle particelle in prossimità della 
soglia è data dalla formula (22,6) e l'integrale (35,3) diventa 


II (0, q) =f {o— 2A- Im* [(@— po) + 
3 -i di 
+ (Ip—al— 201} fr (85,7) 
Introduciamo le nuove variabili d'integrazione qz, gp in base alla 
definizione 
dx = (Po sen 8 + gp) cos P, gy = (pesen O +- gp) sen 9, 
qz = Po cos8 + gz, 


dove l’asse z è diretto lungo. pe l’angolo 0:è definito dall’uguaglianza 
2Po cos ® = p. In prossimità della soglia le variabili ĝz;. qp sono 
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piccole e con l’approssimazione necessaria otteniamo i 

qg =œ Po + gp sen O + gz cos O, 1p—ql= po + gp sen O — gz cos O, 
d3q = po sen 8 dqgp dg; dọ: 

L'espressione fra parentesi graffa nella (35,7) diventa 


fo —2A—- + (qè sen? 0 + qz? cos? 0)} 
. dopo un cambio di variabili reiterato 


qo sen O= V m*pcosw, g.c080=Vm*p sen p 
troviamo, integrando in w, 


ne m* Po p dp 
Il (0, p= — 2x cos È į — oF 2A Fp" 

La divergenza di questo integrale per grandi p, dovuta unica- 
mente alle omissioni fatte, è inessenziale; il taglio dell’integrale per 
un certo valore p? > |2A — o | darà un contributo soltanto alla 
parte regolare di II. La parte singolare di questa funzione, che, pre- 
senta interesse, proviene dal dominio in prossimità del limite d’in- 
tegrazione inferiore; troviamo che essa vale 


Telit (35,8) 


1 
2A- 0 * 
Per piccoli valori 2A — œ questo logaritmo è grande; sostituen, 
do la (35,8) nella (35, 6) e sviluppando nelle sue potenze inverse- 
otteniamo 
G4(0, p) =b+ cln —__ ar a 
dove a, b, c sono funzioni regolari nuove di œ e p. Nel punto di 
soglia (p = p.) l’energia della quasi-particella che si disintegra 
vale 2A. Poiché l’energia delle quasi-particelle è definita dagli zeri 
della funzione G-!, ciò significa che G-! (2A, p.) = 0 e per questo 
deve anche essere b (2A, p.) = 0. Ma la funzione regolare b (œ, p) 
è sviluppabile in potenze intere delle differenze p — p, e © — 24; 
sostituendo anche le funzioni regolari a (œ, p) e c (œ, p) con i loro 
valori nel punto di soglia, otteniamo infine la seguente espressione 
per la funzione di Green nel dominio in prossimità della soglia: 


G-! (o, p)=B[p—p.+aln! 7], (35,9) 


dove a, a, B sono costanti, 
Eguagliando a zero questa espressione, otterremo la forma dello 
spettro e (p) in prossimità della soglia. Se il dominio di impossibili- 
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tà di disintegrazione si trova in p < pc, € < 2A, le costanti a ed a 
devono essere positive e l'equazione G-! = 0 ha qui la soluzione non 
smorzata 


a y 
Pep) i 
Vediamo che la curva dello spettro si avvicina al punto di soglia 
dalla parte della tangente orizzontale di ordine infinito. Quanto 
al dominio p œ> p., l'equazione G-! = 0 non ha soluzioni né reali né 
complesse con e = 2A per px pe. In questo senso la curva, in 
generale, non si estende oltre il punto di soglia e termina in esso 1). 


e = 2A —a exp (- (35,10) 


b) Soglia di disintegrazione in due quasi-particelle 
con impulsi paralleli 


Poiché. nel punto di soglia, per p = pe, l’espressione e (g) + 
+ «(Ip — q |) quale funzione di q deve avere un minimo, allora 
in prossimità della soglia essa diventa 
e (g+e (] p—4 |) = &t% (p—pe) + œ (4 — 40)? + B (ago, Pe)’, 
(35,11) 
dove a, B sono costanti; è, è la velocità di ognuna delle quasi-parti- 
celle generate nel punto di soglia e q, l'impulso di una di esse. 
Sostituendo la (35,11) nella (35,3) e introducendo nuove variabili 
d’integrazione in base a 
p = q4 — o PP = PP COS p, 
otteniamo 
p? dp d cos p 
8— Ee — Ve (P— Pe) 209° — Bp? pè cos? p * 
Questo integrale ha nel punto di soglia la radice singolare 
Il co Iv. (Pp — pe) — (€ — e)IN?. (35,12) 


Sostituendo questa espressione nella (35,6), troviamo la funzione 
di Green nel dominio in prossimità della soglia 


G (0, p) = A (0, p) + B (0, p) [ve (P — Pe) — (0— £)". 


Poiché G- (e., p.) = 0 ed A e B sono funzioni regolari, allora, 

sviluppando queste ultime in potenze di p — p. ed © — £e, troviamo 

infine 

G- co [vs (P — pe) — (0 — £,)}?-la (p—p.) + (o—e,)l, (35,13) 
dove a e b sono costanti. 


1 
I (0, P= war | 


1) Come è stato già sottolineato nella nota alla pag. 470, lo spettro nell’elio 
liquido termina in un punto di questo tipo (la curva della fig. 2 si avvicina 
alla retta e = 2A dalla parte della tangente orizzontale). 
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La forma dello spettro è determinata dall’equazione G- (e, p) = 
‘ = 0. Cerchiamo la soluzione nella forma e — e, = v. (p — p) + 
+ costante (p — pc)"; affinché questa soluzione esista per p < Pe, 
è necessario che si abbia a + dv, >D, e allora 


E = E + Ve (p PRA Pe) a (a + bv,)? (p FN Po)? (35,14) 
Per la stessa condizione nel dominio p > p, l'equazione G- = 0 non 


ha soluzioni con € % €, per p  p.. Ciò vuol dire che anche in questo 
caso lo spettro si interrompe nel punto di soglia. 


Capitolo IV 


FUNZIONI DI GREEN 
A TEMPERATURE FINITE 


$ 36. Funzioni di Green a temperature finite *) 


La definizione della funzione di Green di un sistema macroscopico 
. a temperature non nulle differisce dalla sua definizione a temperatu- 
ra nulla soltanto per il fatto che la media rispetto allo stato fonda- 
mentale del sistema chiuso va sostituita con la media rispetto alla 
distribuzione di Gibbs: il-simbolo (...) significherà ora 


e i w, =exp (SF), 


(36,1) 


.dove la sommatoria è estesa a tutti gli stati del sistema (che si diffe- 
reriziano sia per l'energia E, che per il numero di particelle N) 
E, = En — uN, e (n |... |n) rappresenta l'elemento matriciale 
diagonale dell’n-esimo stato. Le medie così definite sono funzioni 
delle variabili termodinamiche T, p, V. 

Analizzando le proprietà analitiche delle funzioni di Green 
a temperature finite (L. D. Landau, 1958), è opportuno ricorrere 
alle funzioni di Green, dette ritardate e anticipate, lè cui proprietà 
analitiche risultano essere più semplici ?). Per fissare le idee, parle- 
remo dapprima dei sistemi di' Fermi. 

La funzione ritardata di Green è definita come segue: 


(Pa (X1) Vi (Xa) +Y (X) Fa (La), ti > tas 
0, <t, 
(36,2) 


iGte (Xi, Xə) = { 


Per un sistema non ferromagnetico omogeneo microscopico in assenza 
di campo esterno questa funzione (come anche Gag ordinaria) si 


1) Nei $$ 36-38 adoperiamo il sistema di unità di misura con & = 1. 
. 2) Si suole distinguere queste funzioni con gli indici R ed A dall’inglese 
retarded e advanced. 
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. riduce a una funzione scalare dipendente unicamente dalla differenza 
X= X— X; 


Gig (Xi, Xa)=BagGR (X), GR= 4 Gia. (86,3) 


Il passaggio alla rappresentazione degli impulsi viene effettuato 
in modo ordinario. Ma poiché GR(t, r) = 0 per t < 0, l'integrazione 
in t nella definizione 


œ 


GE (o, p)= f { gi(ot-pm) GR (t, rydt d © (36,4) 
0 r 


viene effettuata in effetti soltanto da 0 a co. Lo spostamento della 
variabile œ nel semipiano superiore non fa altro che migliorare la 
convergenza di questo integrale. Pertanto l'integrale (36,4) definisce 
nel semipiano superiore della variabile © una funzione analitica 
non avente delle singolarità t). Quanto al semipiano inferiore, dove 
la funzione GF viene definita per prolungamento analitico, essa ha 
dei poli (vedi più avanti). E, 

Sviluppiamo la funzione GF in modo analogo a quello che ha 
permesso di ottenere al $ 8 lo sviluppo (8,7) della funzione G per 


Sviluppando l'elemento matriciale (n |... | n) del prodotto di 
operatori y in base alla regola di moltiplicazione matriciale ed espri- 
mendo gli elementi matriciali nella forma (8,4), otteniamo 


iGR (t, r)= 
= DI wp (e mnt Emn (na (0)|) (mẹ (0) re) + 


n,m 


eiO mnt-Emn® inji (0)[m) (ml pa (0)12)}, 
dove 
Omn = Em — En kmn = Pm — Pa 


Per i due termini fra parentesi graffa la sommatoria su n e m ha 
un significato un po’ diverso: nel primo termine i numeri di particelle 
negli stati n e m sono legati dalla relazione Nm = NM, + 1, e nel 
secondo da Nm = N, — í. Per eliminare questa differenza, inver- 
tiamo la notazione degli indici m e n nella seconda somma. Osser- 
vando inoltre che 


(rela (O) lm) (me pa (Oin) = Kalpa (Ofm) = Amn, 
kaea Ct 
1) Vedi ragionamenti analoghi per la funzione «œ (œ) nel volume V, $ 123. 
È ovvio che la coincidenza fra le proprietà analitiche delle funzioni G? ed @ 
non è casuale: in accordo con la formula (126,8) del volume V l’ultima funzione 
si esprime analogamente attraverso un determinato commutatore operatoriale. 
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riduciamo tutta l’espressione alla forma 


IGN (t, r) =+ DI pe Onni Emn® Ann (1407m), 230. 
n,m 


(36,5) 


Infine, calcolando l’integrale (36,4), sostituiamo (così come al 
$ 8) 0-+ o + iQ e troviamo infine 
GR (o, p)= ca 5 Wn Amnò (p—kmn) (1-+e7mnl/T). (36,6) 


O—Omn + i0 


È da notare che tutti i poli di questa espressione sono disposti (in - 
accordo con quanto detto sopra) sotto l’asse reale, nel semipiano 
inferiore della variabile œ. 

L’ultima proprietà è sufficiente per stabilire un certo legame 
fra le parti reale ed immaginaria della funzione, la cosiddetta rela- 
zione di Kramers-Kronig, o relazione di dispersione 


( ImGÈ (u, 
Re G? (0, p= $ RTP. qu (36,7) 


=% 


(vedi la deduzione della stessa relazione per a (œ) nel vol. V, § 123). 
Ci si può convincere della sua validità anche mediante una verifica 
diretta, separando nella (36,6) le parti reale ed immaginaria con 
l’ausilio della formula (8,11). Notiamo anche che la stessa formula 
permette di riscrivere la (36,7) nella forma 


GR (0, p=4 | -2E du, (36,8) 


u— o— il 


dove 
p (u, p)= — 4a 3 WnAmnd (U -— Omn) ô (P— Emn) (1 +e ®mn/7). 


Per œ reali si ha p = Im GF. 

La rappresentazione (36,8) acquista un significato più profondo 
passando al « limite macroscopico » V + œ (per un dato rappor- 
to N/V). In questo limite i poli mn si fondono e la funzione p (u) 
diventa diversa da zero per tutti gli u (e non uguale semplicemente 
alla somma delle funzioni delta nei punti discreti). Inoltre la formula 
(36,8) definisce direttamente GF(0) nel semipiano superiore della 
variabile œ e sull’asse reale. Per definire GF(0) nel semipiano infe- 
riore della variabile œ, è necessario invece prolungare analiticamente 
l'integrale, per cui si deve deformare il contorno d'integrazione in 
modo tale che esso aggiri sempre il punto u = © dal basso. Allora 
GE (©) può avere delle singolarità nel semipiano inferiore (a distanza 
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finita dall’asse reale) allorché il contorno viene « stretto » fra il polo 
u = @ e la singolarità del numeratore. 

La funzione di Green anticipata si introduce analogamente in base 
alla definizione 


iGap (Xi Xa) T i e a A 5 x 4>t, 
— (Pa (X1) PEX) + Pf (Xa) Fa (Xi) ti <ta. 


(36,9) 


La funzione G4(@, p) nella rappresentazione degli impulsi è una 
funzione analitica della variabile ©, non avente delle singolarità 
nel semipiano inferiore. Il suo sviluppo differisce da quello (36,6) 
per il cambiamento di segno davanti a i0 ai denominatori. Ciò signi- 
fica che sull'asse reale si ha G4(@) = GF*(®) e in tutto il piano 
della variabile œ 


G4(0*) = GP*(0). (36,10) 


Per œ + co le funzioni GR e G4 tendono a zero in base alla stessa 
legge della funzione G, e cioè 


GR, GA + 1/0 per |] æ. (36,11) 


Ricordiamo (vedi la deduzione della (8,15)) che il coefficiente (l’uni- 
tà) in questa espressione asintotica è determinato dal valore del 
salto della funzione per t, = £; questo salto non dipende dalla tem- 
peratura ed è identico per tutte e tre le funzioni GF, G4 e G, come 
risulta chiaramente dalle loro definizioni. 

Per stabilire un legame fra le funzioni GR, G4 così introdotte 
e la funzione di Green ordinaria 


iGap (Xx, Xa) = (TÊa (X1) Yi (Xa)) (36,12) 


otteniamo per quest’ultima uno sviluppo analogo a quello (36,5). 
I calcoli, del tutto analoghi a quelli esposti sopra, danno il seguente 
risultato 1): 


G (o, p) To i 5 WnAmnÈ (P— Emn) l (1 + 


Omn — ® 


+e ®mn/T) 4 inô (0 — mn) (1— e°mn/?)} . (36,13) 


Confrontando le (36,13) e (36,6), troviamo che 
GF (o, p) 


A ® 
ci loD) = ReG(0, ME icth sy ImG (o, p). (36,14) 
1) Passando alla rappresentazione degli impulsi, l'integrale in ż viene 
diviso in due parti: da — oo a 0 e da 0 a + oo, e su una di queste parti va cambiata 
la notazione degli indici di sommatoria m, n. 
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In questo caso, come si vede dall'espressione stessa (36,13). 
sign Im G (©, p) = — sign o. (36,15) 


È da notare che, a differenza delle GR e GA, la funzione G non è 
funzione analitica di ©. 
Per T + 0 si ha cth (0/27) + sign ©, e dalla (36,14) risulta che 
sull’asse reale 
GR, @>0, 
z (o i (36,16) 


Quindi, per T = 0 la funzione G (œ) rappresenta sui due semiassi 
reali della variabile œ i valori limite (per | Im œ |— 0) di due fun- 
zioni analitiche distinte: GF(0) sul semiasse) destro e G4(@) su 
quello sinistro. 

Si possono scrivere facilmente le espressioni delle funzioni GP 
e G4 per un gas di Fermi perfetto. È sufficiente osservare che esse 
verificano la stessa equazione (9,6) per la cui deduzione è stato utiliz- 
zato soltanto il valore del salto della funzione per t, = ts. Quanto 
al modo di aggiramento del polo, è noto che per G‘®8 il polo deve 
trovarsi sotto l’asse reale e per GA sopra questo asse. Ne consegue 
l’espressione 


GORA (0, p=[o-P+pt io], (86,17) 


valida sia per la temperatura allo zero che per temperature finite. 
Quanto alla funzione G‘9, in accordo con la (36,14), troviamo che 
1 : ® È p? 
) a e ali den Sar et 
GO (0, p= Pa i haar S (o 2 +p). (36,18) 
Per T — 0 torniamo alla formula (9,7) che differisce dalla (36,17) 
per la sostituzione di +i0 con i0-sign o. 
Diamo le formule analoghe per il caso di un sistema di Bose. 
Le funzioni di Green ritardata e anticipata sono definite come segue: 


IGR (X,, Xa) = [ra oa +(X) 7 (X,)) n= to 

g ? vi 29 (36, 19) 
Xi) o aust 

iG^ , | A Di 2 DI 1 29 

iG^ (Xi, X3) (X) T = PX) E(X), G< ta. 


Se inoltre si tratta di temperature sopra il punto 4, in queste defi- 
nizioni figurano gli operatori p completi; a temperature sotto il 
punto À la definizione si riferisce ad operatori « sopra condensato ». 
Al posto della (36,6) ora abbiamo 


G? (0, p)= (27) DA wp, Armnò (P— kmn) (4 _ e-amn/T), (36,20) 


O— Omn ti 
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Quanto al legame fra questa funzione e G, esso è dato dalla 
formula 


G"(, p)=Re G (0, p,+ith-{-ImG(o, p), (36,21) 


inoltre, sull’asse reale 
ImG(0, p <0 (36,22) 


(la funzione G è definita in accordo con la (34,1) con la media rispetto 
alla distribuzione di Gibbs anziché rispetto allo stato fondamentale). 
Per un gas di Bose perfetto la funzione GF è data dalla stessa formula 
(36,17), mentre la funzione G è data da 


(0) ni 1 où (O) __ PD 
G (o, pebasszoe incth 7 ô (© dm + p). (36,23) 


Il significato fisico delle funzioni di Green a temperature diverse 
da zero coincide essenzialmente con il loro significato per T = 0. 
‘E ovvio che restano valide le formule che legano la funzione di 
Green G alla distribuzione degli impulsi delle particelle (7,23) e, 
in generale, alla matrice di densità (7,18) e (31,4). 

Le affermazioni fondamentali circa la coincidenza dei poli della 
funzione di Green con l’energia delle eccitazioni elementari restano 
anch'esse in vigore (poiché, tuttavia, la funzione stessa G non è ana- 
litica, è più opportuno parlare in questo caso dei poli che la funzione 
analitica G? ha nel semipiano inferiore della variabile œ, oppure 
dei poli della funzione G4 nel semipiano superiore). Questa afferma- 
zione deriva di nuovo (così come al $ 8) dallo sviluppo (36,6). Benché 
in diversi termini di questo sviluppo figurino ora le frequenze delle 
transizioni ©mn fra due stati qualsiasi del sistema, cionondimeno 
(dopo il passaggio al limite macroscopico) i poli restano come prima 
corrispondenti unicamente alle transizioni dallo stato fondamentale 
a quelli con un’eccitazione elementare. Quanto alle transizioni fra 
due stati eccitati, esse non conducono alla comparsa del polo nella 
funzione di Green macroscopica a una sola componente per la stessa 
ragione per la quale le transizioni dallo stato fondamentale a stati 
con più quasi-particelle non implicano la comparsa di un polo (vedi 
il $ 8): la differenza di energie di questi stati non è definibile univoca- 
mente mediante la differenza dei loro impulsi. 

Sottolineiamo intanto che a temperature diverse da zero la dura- 
ta di vita delle quasi-particelle è legata non soltanto alla loro pro- 
pria instabilità, ma anche alle mutue collisioni. Lo smorzamento 
proveniente da queste due sorgenti deve essere debole affinché il 
concetto di quasi-particelle continui ad aver senso. 
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$ 37. Funzioni di Green termiche 


Per costruire la tecnica dei diagrammi che permetta di calcolare 
le funzioni di Green a temperature finite, occorrerebbe passare dalla 
rappresentazione degli operatori y di Heisenberg a quella dell’intera- 
zione, così come è stato fatto al $ 12. Allora giungeremmo di nuovo 
a un’espressione differente dalla (12,12) soltanto per il fatto che la 
media in essa non è calcolata rispetto allo stato fondamentale. Questa 
differenza, tuttavia, è molto essenziale: la media dell’operatore S- 
non può più essere separata dalla media degli altri fattori, così come 
è stato fatto passando dalla (12,12) alla (12,14); infatti, uno stato 
non fondamentale sotto l’azione dell’operatore $-! non si trasforma 
in se stesso, ma in una sovrapposizione di stati eccitati con la stessa 
energia (includente in sé i risultati di tutti i processi possibili di 
diffusione reciproca delle quasi-particelle). Questa circostanza rende 
essenzialmente complicata la tecnica dei diagrammi in quanto com- 
paiono termini nuovi dalle convoluzioni in cui compaiono anche gli 
operatori y di S-. 

Ciononostante si può modificare la definizione delle funzioni 
di Green in modo tale da escludere complicazioni del genere. Su 
questa definizione è basato un formalismo matematico elaborato da 
T. Matsubara (1955), che è particolarmente opportuno per il calcolo 
delle grandezze termodinamiche di un sistema macroscopico. 

Introduciamo i cosiddetti operatori p di Matsubara in base alla 
definizione 1) 

Pal (T, n) = eÊ pa (Net, 
Wo (T, r)= etti (r) et, 


dove t è una variabile reale ausiliare; questi operatori differiscono 
formalmente da quelli di Heisenberg per la sostituzione in questi 
ultimi della variabile reale t con la grandezza immaginaria —it ?). 


Con tale sostituzione (Y > YM, Y+t+ YM, (i0/0t + —0/07) nella 
(7,8), ad esempio, si ottengono delle equazioni verificate dagli opera- 
tori (37,1). Mediante questi operatori la nuova funzione di Green & 
viene definita analogamente alla definizione di funzione di Green 
ordinaria G attraverso gli operatori w di Heisenberg: 


Gap (ti, Ty} Ta, Fo) = (TT (Ti; ri) Fp (Ta; r2))}, (37,2) 


(37,1) 


1) Nel presente paragrafo scriveremo le formule contemporaneamente per 
i sistemi di Fermi e per quelli di Bose (sopra il punto A). Per distinguerli, ai 
sistemi di Fermi corrisponderanno i segni superiori e ai sistemi di Bose i segni 
inferiori. Inoltre, per i sistemi di Bose gli indici di spin vanno omessi. 

2) Sottolineiamo che per questa differenza l'operatore Y™ non coincide 


affatto con ‘PM*. 
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dove il simbolo T, significa la « t-cronologizzazione », ossia la dispo- 
sizione degli operatori nel senso crescente di t da destra a sinistra 
(con cambiamento di segno per permutazione degli operatori nel 
caso dei sistemi di Fermi); la parentesi angolare (...) indica la me- 
dia rispetto alla distribuzione di Gibbs. Questa media può essere 
scritta in forma esplicita riscrivendo la definizione (37,2) come 
segue: 


QÑ’ 


Fag= —Tr (0T, È (147) EM (x, r))}, w=exp( ), (87,3) 


dove Tr indica la somma di tutti gli elementi matriciali diagonali. 
La funzione di Green così definita è detta termica a differenza della 
funzione di Green « ordinaria » G (detta in questo caso temporale). 

Così come Gag, la funzione Fap per uri sistema non ferromagneti- 
co in assenza di campo magnetico esterno si riduce anch'essa allo 
scalare: ag = Jag. Nel caso di un sistema spazialmente omogeneo 
la sua dipendenza da r, e r, si riduce di nuovo alla dipendenza dalla 
differenza r = r; — ry. 

Si vede anche facilmente ‘che già per la definizione stessa (37,3) 
la funzione $ dipende unicamente dalla differenza T = t, — ta. 
Sia, ad esempio, Tı < Ta; allora abbiamo 1) 


1 fi? Sr, © 2A a ZI da fe 
S= t Te TAL (1) EG (1) e) 


ossia, effettuando sotto il segno Tr la permutazione ciclica dei fat- 
tori, 


S= tiy T Tr {e-Time a (e), T<0, (87,4) 
da cui in modo immediato discende l'affermazione fatta. 
In effetti, la variabile t assumerà valori soltanto nell'intervallo 
finito 
—41/T [Şt S í/T. (37,5) 


Inoltre i valori della funzione Ẹ (t) per t < 0 e t >0 sono legati 
da una semplice relazione. Per t = T, — Ta >0 troviamo, analoga- 
mente alla deduzione della (37,4), che 


g = o eT Tr {e-(/T-9Î"|,_ (r4) e-*A"yi (r)})= 
= -5 e%/T Tr {ei (ra) e=0/T-0 pa (1), 1>0, 


1) Il fattore 2 fra TE si Dias ai sistemi di Fermi, e per i sistemi. 
di Bose va sostituito con 1. 
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e confrontando questa espressione con la (37,4), otteniamo 
gM=F8(t++), <0 ` (37,6) 


(tenendo conto della (37,5), l'argomento della funzione a secondo 
membro è positivo per t < 0). 

Sviluppiamo ora la funzione $& (T, r) in integrale di Fourier 
nelle coordinate e in serie di Fourier in t (sull’intervallo (37,5)) 1): 


Ao i 2 fetortog te age, ETD 


` dove per i sistemi di Fermi 
| . = (2s + 1) aT, ` ` (37,8a) 
e per i sistemi di Bose i 
Gs = 2saT (37,8b): 
(s = 0, +1, +2, . . .); in questo caso la condizione (37,6) si verifica 
automaticamente. La trasformazione inversa della (37,7) ha la forma 
1/T 
9 (t,, p= | | e-tm-t08 (v, r) dedi (37,9) 
0 . 
(l'integrale sul dominio —1/T < t < 1/T è stato trasformato in 
quello da 0 a 1/7 tenendo conto delle (37,6) e (37,8)). 
Calcoli analoghi a quelli del $ 36 permettono di esprimere 
J ib., p) in funzione degli elementi matriciali degli operatori p 
di Schrödinger e di ottenere quanto segue: 
F (ts, p= (Cm)? x wp, Arn (P— kmn) (4 +e-@mn/T), (37,10) 


(2) ibs — Omn 


Di qui si vede soprattutto che 
F (—bs, P) =9* (Gs, p). (37,11) 
In seguito, confrontando l’espressione (37,10) con gli sviluppi (36,6) 
e (36,20) per GF, troviamo che 
g (a, p) = GE (ia, p), Ce >0. : (37,12) 
La condizione &; >0 è legata al fatto che le espressioni (36,6) e 
(36,20) sono valide immediatamente solo nel semipiano superiore 


della variabile ©, in accordo con quanto detto alla pag. 184. In 
modo analogo troviamo che $ (ts, p) = G4 (ibs, P), bs < 0. Quindi, 


1) Questo procedimento appartiene ad A. A. Abrikosov, L. P. Gorkov, 
I. E. DzjaloZinskij (1959) e a E. S. Fradkin (1959). 


188 CAPITOLO IV 


la funzione di Green termica nelle componenti di Fourier coincide 
con la funzione di Green ritardata o anticipata, calcolata in punti 
discreti dell'asse immaginario œ. In particolare, questo risultato 
consente di scrivere immediatamente un’espressione per la funzione 
di Green termica di un gas perfetto: mediante la sostituzione © + 
— iù; dalla (36,17) ricaviamo 


90%, P= ta]. (37,13) 


Nel prossimo paragrafo verrà data la tecnica dei diagrammi per 
calcolare le funzioni ľ (&,, p). Per quanto riguarda la definizione 
della funzione GE (©, p) (e quindi, in particolare, la definizione 
dello spettro energetico del sistema), occorre costruire una funzione 
analitica coincidente con Ẹ (bs, p) nei punti © = if, e non avente 
delle singolarità nel semipiano superiore della variabile œ. Questo 
procedimento è univoco se si aggiunge la condizione GF (œ, p)+ 
— 0 per | © |+ co (vedi la (36,11)). Cionondimeno, nei casi concre- 
ti questo prolungamento analitico può essere legato a certe difficol- 
tà. Ma non occorre effettuarlo per il calcolo delle grandezze termodi- 
namiche. 

Così per calcolare il potenziale Q, si può partire dall'espressione 
i media della matrice di densità rispetto alla distribuzione di 

ibbs 


Nous (11 rə) = + Fas (Tis. t1; Ta + Q, ro) (37,14) 


(che è evidente dalla definizione (37,2); cfr. la (7,17)). Ponendo r, = 
= r, (e sommando su a = fi), otteniamo la seguente espressione per 
la densità del sistema: 


PoE x [5 pete 


s=- 0 


(87,15) 


T+-0° 


onee espressione definisce N quale funzione di u, 7, V dopo di 
che Q (p, T, V) si calcola integrando l'uguaglianza N = —0Q/éu. 


$ 38. Tecnica dei diagrammi per le funzioni 
di Green termiche 


La tecnica dei diagrammi per il calcolo della funzione di Green 
termica $ viene costruita così come è stato fatto ai $$ 12 e 13 per 
la funzione temporale G. Il fatto che la definizione degli operatori w 
di Matsubara (37,1) differisce da quella degli operatori di Heisen- 
berg per la sola sostituzione formale it + t permette di sfruttare 
sotto molti aspetti l’analogia diretta. 

Prima di tutto introduciamo gli operatori di Matsubara nella 
« rappresentazione dell'interazione » che differisce dalla (37,1) per 
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la sostituzione dell’operatore hamiltoniano esatto H' con F operatore 
hamiltoniano delle particelle libere H4: 


Pia (T, r) = exp (TÂ?) Pa (£) exp (—1Ê;). (38,1) 


Il legame fra gli operatori Ẹ¥, e PY è realizzato mediante una matri- 
ce S di Matsubara costruita analogamente alla (12,8): 


Ta 
6 (ta, 1) =Trexp{— | Poli) de}, (88,2) 
Ti 
dove i 
Y, (t) =exp (tÊ?) Vexp(— tÊ?) (38,3) 


è l'operatore di interazione nella stessa rappresentazione. Ma mentre 


al $12 il legame fra Ý e F, è stato stabilito per la condizione iniziale 
di « inclusione » dell'interazione per t = —coo, ora come condizione 


« iniziale » deve fungere la coincidenza fra ÝM e dm pert=0. 
Rispettivamente al posto della (12,11) scriviamo 


Pa (1) =0 (1, 0) PIE (t, 0). (38,4) 


Sostituiamo questa espressione nella definizione di funzione di 
Green (37,3); ponendo, per fissare le idee, t, > t,, abbiamo 


Gap (Tis ta) = — Tr{wo4(t,, 0) P% (1) ox. 
X (Tas 0) 074 (Ta, 0) Fih (12) 0 (T2, 0)} 


(per brevità, omettiamo gli argomenti r,, rs). Osservando che per 
Ti >T > Tg i 

o (Tis Ta) F= o (Tis Ta) O (T2, Tg), 

O (Tz, T1) O! (T3, T1) = O (Tas Ta), 


riscriviamo nella forma 
nagd rA 
Gap(t, Ta) = —Tr {wo (7> 0) [6 (F T4) x 
x Poe (T1) 0 (Tas Ta) ¥op (Ta) E (Ta 0) |}. 


I fattori fra parentesi quadra sono già disposti in ordine crescente 
da destra a sinistra. Perciò si può scrivere 


Fap (Tis Ta) = — Tr{wo4t[T, Pia(t,) Fob (T2) CI), (38,5) 
dove l ; 
ó=0 |+, 0). 
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È facile provare che l’espressione scritta in questa forma resta valida 
anche per Ti < Ta. 

A differenza della (12,12), l’espressione (38,5) contiene un fattore 
di più (quello di Gibbs) e, inoltre, la media viene effettuata ancora 
rispetto agli stati del sistema di particelle interagenti. Mostriamo 
che queste due distinzioni « si smorzano mutuamente » per cui si 
ristabilisce l'analogia completa con la (12,14). A tal fine ricorriamo 
alla formula tn gr far 


e-til = emri (1,0), © (38,6) 
che si ottiene sostituendo la (38,1) nella (38,4) e confrontando in 
seguito l’espressione così ottenuta con la definizione di YM in base 
alla (37,1). Mediante questa formula facciamo la sostituzione nel- 
la (38,5) 

enB'/T9-1 (4. 0)=e-8w7, 
Portiamo il fattore e®/T fuori dal segno Tr, trasportandolo dal nume- 
ratore al denominatore e rappresentandolo nella forma 


e-0UT=Tre-ÎMT=Tre-8876 (1, 0). 


Infine, moltiplicando il numeratore e il denominatore per exp (29/7) 
(dove Q, è il potenziale termodinamico del gas perfetto per gli stessi 
valori u, T, V), otteniamo 


1 ; 5 x 
Gag (Ti Ta) = T (Tr Êa (11) Fob (T2) o, (38,7) 
0 A 


dove la media viene calcolata rispetto agli stati di un sistema di 
particelle non interagenti: 


l .Jo=Tr{wo ...}. 


L’analogia di questo risultato con la (12,14) è immediata. 

Per passare ai diagrammi della teoria delle perturbazioni, così 
come al $ 13, sviluppiamo l’espressione (38,7) in potenze dell’opera- 
tore d’interazione V, (©). Per un sistema ad interazione a coppie 
fra le particelle, questo operatore differisce da quello (13,2) per la 
sola sostituzione degli operatori di Heisenberg Y,, Yi con gli opera- 


tori di Matsubara YM, YM, Le medie dei prodotti degli operatori p 
si sviluppano di nuovo in base al teorema di Wick (cioè scegliendo 
in tutti i modi possibili le convoluzioni a due a due di operatori); 
l'applicabilità di questo teorema al limite macroscopico si dimostra, 
in questo caso, mediante gli stessi ragionamenti che al $ 13. 
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Le regole di tecnica dei diagrammi così ottenute sono completa- 
mente analoghe a quelle stabilite al $ 13 per T = 0. La rappresenta- 
zione grafica dei diagrammi resta identica. Cambiano un po’ soltanto 
le regole di lettura analitica dei diagrammi. 

Nella rappresentazione delle coordinate ad ogni linea continua. 
passante dal punto 2 al punto 1 corrisponde il fattore —$%} (t, 
r1; Ty, rg) (di segno negativo); a ogni linea tratteggiata congiun- 
gente i punti 1 e 2 il fattore —U (r, — ra) Ô (t, — T3). Rispetto 
a tutte le variabili t, r dei punti interni del diagramma si integra 
in d*x su tutto lo spazio e in dt nei limiti da 0 a 41/7. 

Per passare alla rappresentazione degli impulsi, occorre sviluppa- 
re tutte le funzioni $‘ nella forma (37,7). Dopo l'integrazione in 
tutte le variabili interne r in ogni vertice del diagramma compare una 
funzione è esprimente la legge di conservazione dell'impulso (Zp = 
= 0). Inoltre, in ogni vertice compare un integrale della forma 


1/7 


T È exp{— it @a +n +bn)} dt. 
0 


Questo integrale (tenendo conto della (37,8)) è non nullo soltanto se 
IXt, = 0, e in questo caso vale 1. Quindi, in ogni vertice si verifica 
anche la legge di conservazione delle frequenze discrete. Ora, a ogni 
linea continua corrisponde il fattore — $% (ts, p) (quanto alla 
linea continua chiusa su se stessa, le corrisponde di nuovo il fattore 
n® (u, T), ossia la densità del gas perfetto per u e T dati). A ogni 
linea tratteggiata corrisponde il fattore — U (q). Si integra e si som- 
ma nella forma 


œ d3 
TY | PA 


k] 


su tutti gli impulsi e le frequenze che sono rimasti indeterminati 
(dopo aver tenuto conto delle leggi di conservazione in tutti i verti- 
ci). Il coefficiente generale con il quale il diagramma entra in — $ af» 
nel caso dei sistemi di Fermi, vale (—1)Z, dove L è il numero di 
successioni chiuse di linee continue nel diagramma. Nel caso dei 
sistemi di Bose questo coefficiente vale 1. 

È ovvio che in questa tecnica (così come nella tecnica per T = 0) 
si può sommare parzialmente e introdurre vari « blocchi » di diagram- 
mi. In particolare, si può determinare la parte di vertice che si 
esprime mediante la funzione di Green a due componenti. Questa 
parte di vertice è legata alla funzione di Green $ da un’equazione 
di Dyson analoga alla (15,14). Non scriveremo qui queste formule, 
la cui deduzione è completamente analoga a quella nella tecnica dei 
diagrammi per T = 0. 


t 
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Passando al caso 7.= 0, le somme su s nei diagrammi di Ma- 
tsubara si trasformano in integrali in $ e la tecnica di Matsubara 
diventa molto simile a quella ordinaria esposta nel capitolo II. 
La differenza, però, è che per & reali le funzioni di Matsubara coinci- 
dono con i valori di GR e G4 sui semiassi corrispondenti dell'asse 
immaginario (vedi le (37,11-12)). Per passare alla tecnica ordinaria 
per T = 0, occorre ancora ruotare il contorno d'integrazione finché 
non coincide con l’asse reale @. 


Capitolo V 


SUPERCONDUTTIVITÀ 


$ 39. Gas di Fermi superfluido. Spettro energetico 


Tutta la teoria di Landau esposta nel capitolo I si riferisce unica- 
mente a una sola categoria di liquidi di Fermi, cioè ai liquidi che 
godono di uno spettro energetico che non conduce al fenomeno della 
superfluidità. Questo tipo di spettri non è l’unica possibilità per un 
liquido di Fermi quantistico, e ora passeremo allo studio dei sistemi 
di Fermi aventi spettro di altro tipo. L'origine di questo tipo di 
spettri energetici e le sue proprietà fondamentali si possono precisare 
in modo più esplicito su un semplice modello che permette di ese- 
guire uno studio teorico completo: si tratta del gas degenere di 
Fermi quasi-perfetto con attrazione fra le particelle !). 

Il gas di Fermi debolmente non perfetto con repulsione fra fe 
particelle è stato considerato al § 6. A prima vista, i calcoli che vi 
sono stati eseguiti sono ugualmente validi sia per il caso di repul- 
sione che di attrazione fra le particelle, cioè sia per una lunghezza a 
di diffusione positiva che negativa. In realtà, tuttavia, nel caso di 
attrazione (a < 0) lo stato fondamentale del sistema così definito 
risulta instabile rispetto a una certa ristrutturazione che ne modifica 
il carattere e diminuisce l’energia. 

La natura fisica di questa instabilità consiste nella tendenza delle , 
particelle ad « accoppiarsi », cioè alla formazione di stati connessi 
da parte di coppie di particelle che si trovano (nello spazio p) in 
prossimità della superficie di Fermi e che hanno impulsi uguali in 
grandezza e opposti in direzione e spin antiparalleli — il cosiddetto 
effetto Cooper (1957). È notevole che questo effetto si produca nel 
gas di Fermi già per un'attrazione fra le particelle infinitamente 
piccola. 

Proprio'in virtù del detto effetto il sistema di operatori Apa; dia» 
corrispondenti agli stati liberi delle singole particelle del gas, che è: 


1) Questo: problema sta alla base della teoria della superconduttività 
costruita da J. Bardeen, L. N. Cooper, F. R. Schrieffer (1957). Il metodo qui 
esposto appartiene a N. N. Bogoljubov (1958). 
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stato utilizzato nel problema del gas di Fermi con repulsione, non 
può servire ora come approssimazione iniziale corretta per la teoria 
delle perturbazioni !). Al posto di questi operatori si devono intro- 
durre operatori nuovi che cercheremo nella forma delle combinazioni 
lineari i 

bp- =U päp- + vpaÎp, + 
o - ag EAn (39,14) 
che legano gli operatori di particelle con impulsi e spin opposti 
(gli indici + e_ si riferiscono ai due valori della proiezione dello 
spin); per l’isotropia del gas i coefficienti up, Vp possono dipendere 
unicamente dal valore assoluto dell'impulso p. Affinché questi 
nuovi operatori corrispondano alla creazione e all’annichilazione 
delle quasi-particelle, essi devono soddisfare alle stesse regole di 
commutazione di Fermi come i vecchi operatori 


babia + brab pa = 1, (39,2) 
mentre tutte le altre coppie di operatori sono anticommutative (l’in- 
dice æ numera i due valori della proiezione di spin). A tale scopo i 
coefficienti di trasformazione devono verificare la condizione 

ut+v=1 (39,3) 


(Up, Vp possono essere resi reali con una scelta appropriata del fattore 
di fase). In questo caso la trasformazione inversa (rispetto a quella 
(39,1)) diventa l 
âp} =Updp: H vobis, i 
p+ p°p+ p? -p, (39,4) 


i + 
ap- = Upbp-— Vpb lp, +. 
Per le stesse ragioni (ruolo fondamentale dell’interazione fra: 


coppie di particelle con impulsi e spin opposti) lasciamo nell’opera-- 
tore hamiltoniano (6,7) soltanto quei termini della seconda somma 


in cui p = —p: = p, P; = —p,=p': : 
A p? È a g D ^+ a a 
H= > Im Creta — 77 DI dp'+0-p,-@-p, -dp+ts (39,9): 
pa pp 


dove di nuovo è introdotta la « costante di legame » g = 4nh? | a {/m. 
(lunghezza di diffusione a < 0). 


1) La non applicabilità della teoria delle perturbazioni (nella forma utiliz-- 
zata al $ 6) alle coppie di particelle con proiezioni degli spin +1/2 e con impulsi 
P2 œ% —P, è indicata già dalla singolarità che l’espressione della funzione di 
interazione delle quasi-particelle (6,16) ottenuta mediante questa teoria ha 
per Ò = x; questa singolarità esiste soltanto per spin antiparalleli cui corri- 
sponde l’autovalore dell'operatore 610%, pari. a —3. 
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Nei calcoli ulteriori sarà comodo ricorrere di nuovo al metodo 
usuale che permette di trascurare la necessità di tener conto in modo 
esplicito della costanza del numero di particelle nel sistema: quale 
operatore hamiltoniano nuovo si introduce la differenza Ê’ = Ë — 
— uN, dove 


i e 
= DI Apal pa 
pa 
è l'operatore del numero di particelle; il potenziale chimico verrà 


definito allora, in linea di principio, dalla condizione di uguaglianza 


tra la media N e il numero dato di particelle nel sistema. 
Introduciamo inoltre la notazione 


2 


= (39,6) 


Poiché pa. piim, allora in. prossimità della superficie di Fermi 


Np = Vp (p z= Pr) (39,7 ) 


‘dove vr = pp/m. Sottraendo uÑ dall'espressione (39,5), scriviamo 
-quindi l'operatore hamiltoniano iniziale nella forma 


n nga EEN à F 
H’ = 5 Npa palpa — -77 5 Ap+4-p, -d-p, -p+ (39,8) 

pa pp’ 
Eseguiamo in questo operatore hamiltoniano la trasformazione: 


(39,4). Utilizzando le relazioni (39,2-3) e la possibilità della sostitu- 
zione dell’indice di somma p con —p, avremo 


H'=2% mp8 + DI np (u — 05) (65404 +bp-bp-) + 
p p 
+25) npupdp Éi b tp -+8-», -bp+) -5 DI bBo, (39,9) 
P . 7 pp’ 
Bo=u3b_p, -bp — 03054 dip, -+Vpup (b-p; -b tp, -—bfbp4). 
Scegliamo ora i coefficienti up, Vp tenendo conto della condizione 


che per una data entropia l'energia £ del sistema sia minima. Quanto- 
all’entropia, essa è determinata dall’espressione combinatoria 


S= =2 [npa 10 npa + (1— ñpa) In (1— npa)l. 


Pertanto la detta condizione è equivalente alla minimizzazione del- 
l'energia per dati numeri di riempimento delle quasi-particelle npa- 
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Nell’operatore hamiltoniano (39,9) gli elementi matriciali diago- 
nali hanno soltanto i termini che contengono i prodotti 


af >. 4 
b pad pa = Mpa, b pab pa = 1 — Npa- 
Pertanto otteniamo 


E=2 > MpVi + Di np (uż — 03) (np+ -+ np-)— 


P p l 
-F [ Y upvp(1 — n+ —t9-)]. ` (89,10) 
P 


Variando questa espressione rispetto ai parametri up (ed intanto 
tenendo conto del legame (39,3)), otteniamo quale condizione di 
minimo 


ôE 2 
õup vp (1 — no+ —np-) [ 2npupvp = 
ia + (up — v$) Di UpUp (1— ny4 —ny-)] =0. 
ti p’ i ş 
Di qui ricaviamo l'equazione ri 
2npuptp = A (uf — 13), (39,11) 
dove A indica la somma | 7 
A={ D up (1—4 —no-) (89,12) 
i . 


Dalle (39,11) e (39,3) esprimiamo up, vp mediante np e A: 


ME + ) 
vi =4( tyara) (39,13) 


Sostituendo questi valori nella (39,12) otterremo l'equazione che 
definisce A: 


in, —n 
£ pe PE ji; 
2V x VF 1 


In equilibrio i numeri di riempimento delle quasi-particelle non 
dipendono dalla direzione dello spin e vengono dati dalla formula 
di distribuzione di Fermi (con il potenziale chimico nullo, si veda 
. la nota alla pag. 20): 


np+ = hp- = Mp = [eT +1]. (39,14) 
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Passando poi dalla somma all'integrazione sullo spazio p, scriviamo. 
questa equazione nella forma 


£ 1-2nz dp i 
iva de n! E) 


Studiamo ora le relazioni ottenute. Vedremo che la grandezza A 
gioca il ruolo principale nella teoria degli spettri del tipo considera- 
to. Prima di tutto calcoliamo il valore di questa grandezza per T = 
= 0 (indicandolo con Ax). 

Per T = 0 le quasi-particelle non esistono cosicché np = 0 
e l'equazione (39,15) diventa 


g 4np? dp = 
aT VNF j 190.19) 


È da notare subito che questa equazione non potrebbe avere solu- 
zione a priori (per Ay) se g < 0, cioè nel caso di repulsione (i segni 
di entrambi i membri dell’equazione sarebbero opposti a priori). 

Il contributo fondamentale nell’integrale dell'espressione (39,16) 
è dato dal dominio degli impulsi in cui Ag <vr|lpr-P1« 
<UpPpr ~ pe l’integrale è di carattere logaritmico (la piccolezza 
di A, rispetto a p viene confermata dal risultato). Tagliando l'in- 


tegrale logaritmico per un certo n = € ~ p, abbiamo 1) 

f p? dp p? f dn 2PE nè 

—— rar © \ Wang loci 
[A+ (pr — p} vr F o 


agtn ~ 
Pertanto troviamo 


~ 


gmprp e __ 
“arena 107=1, (39,17) 
da cui 
= 2243 ® nà 
Ao = € exp ( RTF ) = € exp (aa) ; (39,18) 
Questa espressione si può scrivere anche nella forma 


Ao = £ exp (—2/gv p), (39,19) 


1) Per p > pp si ha np œ~ P? e l'integrale (39,16) così scritto è divergente, 
come p. In realtà, tuttavia, questa divergenza è fittizia e viene eliminata] me- 
diante una rinormalizzazione fra la costante g (cioè la lunghezza di diffusione a) 
e il potenziale di interazione, così come è stato fatto nei $$ 6 e 25. La successiva 
realizzazione di tale calcolo sufficientemente complicato dà la possibilità di 
determinare anche il coefficiente di proporzionalità fra il parametro di taglio € 
e il potenziale chimico p:'e = (2/e)?/Su = 0,49 (si veda L. P. Gorkov, T. K. Me- 
lik-Barchudarov, ZETF 40, 1452 (1961)). 
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dove vp = mp pinh? è la densità energetica del numero di stati 
della particella sulla superficie di Fermi (v de è il numero di stati 
nell’intervallo de). 

Interesse maggiore presenta la forma dello spettro energetico del 
sistema, ossia l'energia delle eccitazioni elementari ep, = £p- = 
= € (p). La troveremo in base alla variazione dell’energia di tutto 
il sistema al variare dei numeri di riempimento delle quasi-particelle, 
cioè dopo aver fatto variare Æ della (39,10) rispetto a npa. Poiché i 
valori di up, vp sono presi già in base alla condizione che le derivate 
di Æ, rispetto ad essi, siano nulle, la variazione di Æ al variare di Npa 
si può eseguire per up, vp costanti. In tal modo 


ôE 
E =( 5 | i 
Npa | Updp 


Il calcolo della derivata, applicando le espressioni (39,11-13), condu- 
ce al semplice risultato seguente: 


elp) =V EF ri. (39,20) 


Vediamo che l'energia della quasi-particella non può essere infe- 
riore alla grandezza A che si ottiene per p = pp. In altre parole, 
gli stati eccitati del sistema sono separati dallo stato fondamentale 

da una fessura energetica. Godendo di 

spin semintero le quasi-particelle devono 
comparire accoppiate. In questo senso 

si può dire che la larghezza della fessura 

è pari a 2A. Sottolineiamo come questa 
grandezza è esponenzialmente piccola: 
poiché pr |a | /ħñ & 1, allora A, è espo- 

P-e nenzialmente piccola rispetto a p. È da 
Fig. 5 notare anche che l’espressione (39,18) non 

può essere sviluppata in potenze di un 

piccolo parametro, cioè della costante di legame g; quest’ultima 
compare nel denominatore dell’espohente in modo che il valore 
+ g =Q è un punto essenzialmente singolare della funzione Ay (g). 

Lo spettro (39,20) soddisfa la condizione di superfluidità stabilità 
al $ 23: il minimo di e/p è diverso da zero. Pertanto il gas di Fermi 
con attrazione fra le particelle deve godere della proprietà di super- 
fluidità. 

La fig. 5 dà un confronto fra le leggi di dispersione delle quasi- 
particelle nel sistema di Fermi superfluido (la curva superiore) e in 
quello normale. Nell'ultimo sistema questa legge è rappresentata (in 
accordo con le considerazioni esposte alla fine del $ 1) da due rette 
€ = Vp | p— Pr |- F ; 

La grandezza della fessura A dipende dalla temperatura, .vale 
a dire che la forma stessa dello spettro dipende dalla distribuzione 
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statistica delle quasi-particelle, il che è una situazione analoga a 
quella per il liquido di Fermi di tipo normale. Poiché all'aumentare 
della temperatura i numeri di riempimento delle quasi-particelle 
crescono (tendendo a 1), si vede già dall’equazione (39,15) che A 
diminuisce in questo caso e si annulla per una certa temperatura 
finale T.: il sistema passerà dallo stato superfluido a quello normale. 
Questo punto rappresenta una transizione di fase di seconda specie 
(simile alla transizione À nel liquido di Bose superfluido).. 

L'esistenza della fessura energetica nello spettro del gas di Fermi 
degenere rappresenta l’espressione dell'effetto di «accoppiamento », 
di cui si è parlato già all’inizio del paragrafo. Si può considerare la 
grandezza 2A come l’energia di legame della coppia di Cooper, che 
deve essere spesa per spezzare questo legame. 

Come è stato già detto al $ 6, l'operatore hamiltoniano (39,5) 
tiene conto dell’interazione soltanto fra le coppie di particelle che 
si trovano in uno stato di singoletto s: il momento orbitale del moto 
relativo delle particelle è nullo e i loro spin sono antiparalleli. 
Avendo spin totale nullo, le coppie si comportano come formazioni 
di Bose e possono accumularsi in numero finito su un livello. (del 
loro moto come un tutt'uno) di energia minore, cioè sul livello di 
impulso totale nullo. In questa interpretazione intuitiva il fenomeno 
è completamente analogo all’accumulazione di particelle in uno 
stato di energia nulla (condensazione di Bose-Einstein) nel gas di 
Bose; nel caso considerato la totalità di particelle accoppiate è il 
condensato. 

È ovvio che non si deve attribuire un significato troppo letterale 
alla rappresentazione delle coppie legate. In modo più corretto si 
deve parlare della correlazione fra gli stati di una coppia di particelle 
nello spazio p, che conduce alla probabilità finita per le particelle 
di avere la somma degli impulsi uguale a zero.: La dispersione 6p 
dei valori degli impulsi del dominio ‘di correlazione corrisponde a 
un'energia dell'ordine A, cioè ôp ~ A/vp. La lunghezza corrispon- 
dente Ẹ ~ A/ôp ~ hvplA definisce l’ordine di grandezza delle di- 
stanze fra le particelle ad impulsi correlati. Per T = 0 questa lunghez- 
za (detta lunghezza di coerenza) vale 


hvp h nh ) 
0° dn V pr? (petat) so) 


Poiché nel gas di Fermi degenere h/p r coincide in ordine di grandezza 
con le distanze interatomiche, possiamo vedere che È, è molto grande 
rispetto a queste ultime. Questa circostanza mostra con tutta evi- 
denza quanto sia convenzionale il concetto di coppie legate. 
L'origine dell’effetto Cooper è strettamente legata all’esistenza 
della superficie di Fermi che delimita (nello spazio p) il dominio 
finito di stati riempiti (per T — 0); è una proprietà importante che 
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la densità energetica del numero di stati su questa superficie sia 
diversa da zero. Questo legame si rivela nella formula (39,19) per 
la grandezza della fessura A, che si annulla per v p +0. 


$ 40. Gas di Fermi superfluido. 
Proprietà termodinamiche 


Iniziamo lo studio delle proprietà termodinamiche del gas di 
Fermi superfluido con il calcolo della dipendenza della grandezza 
della fessura energetica dalla temperatura. Riscrivendo l’equazione 
(39,15) nella forma seguente: 


p ËP ; 
a 2 (Tel TE =g |22 TN si 


osserviamo che l’integrale a primo membro differisce dall’integrale 
per T = 0 soltanto per la sostituzione di A, con A. Pertanto, tenen- 
do conto della (39,17), vediamo che il primo membro è uguale a 


pra ln = % . Sostituiamo nel secondo membro np ottenuto dalla 


(39,14) e AA all'integrazione su dp = dn/v p: 


%-| errata (7) (40,1) 


dove 


œ 


dz 
R T 


(data la rapida convergenza dell’integrale i limiti di integrazione 
si possono estendere fino a +00). 

Nel dominio delle basse temperature (T « Ao) l'integrale si 
. calcola semplicemente !) e si ottiene 


A=A[1-V ET o-ar], (40,2) 


1) Per u grandi il primo termine dello sviluppo di Z(u) in 4/u è 


I (u) a f ep [e (+5)]3(#+ a e 
0) ; À 
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Nel dominio in° prossimità del punto di transizione il valore A 
è piccolo, e i primi termini dello sviluppo dell’integrale 7 (A/7} 
danno 1) 
Ao __ aT (8) A 
ln A DI ta TE: (40,3) 
Di qui si vede innanzitutto che A si annulla alla temperatura 
Te = yAon = 0,5740, (40,4) 
che è piccola rispetto alla temperatura di degenerazione To ~ p.. 
Dopo di che nel primo ordine in 7, — 7 otteniamo 


A=T, [no (! -5 )] =r 1-4. (40,5) 


1) Per sviluppare l'integrale 7 (u), allorché u + 0, sommiamo e sottraiamo 
da esso l’integrale 


i e i 4 
tz) (7ara 33) de 
Allora Z7=7,4-I2, dove 
4 > 4 4 yY 23 u? 
5 x x u 


In I, il primo termine nell'espressione integranda si può integrare in modo 
elementare, ma il secondo termine va integrato per parti e si ottiene 


00 
u, i laz 

2I, = — ln +5 f chi e/g a 

È 
L'integrale che figura in questa espressione è uguale a 2 In (1/2y) (dove In y = 
= Ç = 0,577 è la costante di Eulero) di modo che 27, = ln (n/yu). 
a L'integrale /, si annulla per u = 0. Il primo termine del suo sviluppo im 
u? è 


fn 
Il 
| 
ja 
Og 


dz {1 x 
(33). 
Sostituendovi lo sviluppo 


th F=4 x [m2 (2n-+ 1)? + 22]1 
n=0 


(per la sua deduzione si veda la nota alla pag. 244) otteniamo 


ani dz ud s a TO) 
á 3 f [Qrn +1)? 3423] na 2 (2n +1) faut. 


202 CAPITOLO V 


Ci restano da calcolare le grandezze termodinamiche del gas. 
Consideriamo dapprima il dominio delle- basse temperature. 

Per calcolare il calore specifico in questo ORR è più semplice 
partire dalla formula 


8E = J) e (np + $np=)=2Y eônp 
P P 


per la variazione dell'energia totale al variare dei numeri di riempi- 
mento delle quasi-particelle. Dividendo per ôT e passando dalla 
sommatoria all'integrazione, otteniamo il calore specifico 


ð 
Cav sE Te {eda 


- o 


Per T& A la funzione di distribuzione delle quasi-particelle è 
n eYT e la loro energia e Ay + n°/2A,; la semplice integra- 
zione dà 

VE mppAil? 


CV iapa E (40,6) 


‘Quindi, per T —> 0, il calore specifico decresce secondo una legge 
esponenziale, ciò che è conseguenza diretta dell’esistenza della fessu- 
ra nello spettro energetico. 

Per i calcoli ulteriori è comodo partire dal potenziale termodina- 
mico Q, in quanto in tutte le nostre considerazioni supponiamo che 
il potenziale chimico del sistema (e non i numeri di particelle in 
esso) sia dato 1). Usiamo la formula 


dQ ôH 
aka vu j (40,7) 
dove À è un parametro. qualsiasi che caratterizza il sistema (cfr. V, 
le formule (11,4), (15,11)); nel caso dato prendiamo come parametro 
la costante di legame g che figura nel secondo termine dell’operatore 
‘hamiltoniano (39,8). La media di questo termine è data dall’ultimo 
addendo della formula (39,10), uguale, secondo la (39,42), a 
—VA?/g ~ g. Pertanto abbiamo 


RE ie 
Per g-+ 0 la fessura energetica A tende a zero. Perciò, integrando 


questa uguaglianza su dg nei limiti da 0 a g, troviamo la differenza 
fra il potenziale termodinamico Q nello stato superfluido e il valore 


1) Non confondere il potenziale chimico del gas come tale con il potenziale 
chimico (uguale a zero) del gas di quasi-particelle! : 
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che esso avrebbe nello stato normale (A = 0) alla stessa tempera- 
tura 1): 


g 
Q-Q= Va. (40,8) 
0 


Secondo il teorema generale delle piccole correzioni (cfr. V (24,16)), 
la correzione (40,8), qualora sia espressa in variabili convenienti, 
è uguale per tutti i potenziali termodinamici. 

Allo zero assoluto A = Ay e, secondo la (39,18), abbiamo 


dAo _ 272A3Ag 
dg mppg? 
Passando nella (40,8) dall’integrazione in dg a quella in dA,, tro- 


viamo la seguente espressione per la differenza fra le energie dei 
livelli fondamentali nel sistema superfluido e in quello normale 


E,— E n= —V 755 A. (40,9) 


Il segno negativo di questa differenza sta ad esprimere l'instabilità 
dello stato fondamentale « normale », menzionata all’inizio del 
paragrafo, nel caso di attrazione fra le particelle del gas. Riferita 
a una sola particella, la differenza (40,9) è una grandezza —A?/p. 

Passiamo ora al caso opposto: T -» T,. Derivando l'uguaglianza 
(40,3) rispetto a g, troviamo 


Sostituiamo da qui dg/g? nella formula (40,8) considerandolo come 
differenza delle energie libere: 


o 
76 (3 i 
(J 


e definitivamente, tenendo conto della (40,5), 


o 2mprT? T \2 
FF - Vaio r) — (40,10) 


1) Qui si deve fare un’osservazione circa le approssimazioni da noi fatte 
sin dall’inizio. Per g = 0 nell’operatore hamiltoniano (39,8) non resta in gene- 
rale interazione fra le particelle, e si potrebbe pensare che si ha il gas di Fermi 
pero e non ua gas « normale » non perfetto. In realtà, tuttavia, nell operatore 

amiltoniano (39,8) sono state già fatte delle approssimazioni dopo le quali 
è impossibile calcolare il valore assoluto dell’energia. Sono stati omessi i 
i termini d’interazione (inessenziali per determinare la forma dello spettro 
e la differenza Qs — An), i quali danno un contributo all’energia, grande 
A alla grandezza (40,8) esponenzialmente piccola (è esattamente il con- 
tributo proporzionale a Ng, dato dalla formula (8,13)). 
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Di qui la differenza delle entropie è 


> 4mppTe T 
S-S=-Vaga (1-7) 
Quanto alla differenza dei calori specifici, essa per T + T, tende 
a un valore finito 
4mppîT 

Co Cn =V -ER (40,141) 
vale a dire che nel punto di transizione si ha un salto e, inoltre, 
C, > Cn. Il calore specifico in stato normale è dato (in prima appros- 
simazione) dalla formula per il gas perfetto (cfr. V (58,6)); espresso 
mediante pp il calore specifico ha la forma C, = Vmp pT/3h8. 
| Pertanto il rapporto fra i calori specifici nel punto di transizione è 


Cs (Te) __12 sE 
cer) o) 12:88. (40,12) 


Quanto alla sua superfluidità, il gas è caratterizzato dalla divi- 
sione della sua densità p nelle parti normale e superfluida. Secondo 
la formula (23,6), la parte normale della densità è 


co 
_ 8n idi y y Ph dn 
Pn =— Tra Sa fan 
Ae 


Per quanto riguarda la densità totale del gas, essa è legata a pp 
mediante s 
mN 81pj,m 
PET Fan 
Pertanto 


Pa (dn 
A 2} dn. (40,13) 


Questo integrale non richiede un calcolo particolare poiché può 
essere ridotto alla funzione già nota A (7). Dopo aver derivato l’e- 
quazione (40,4) rispetto a T e confrontato l'integrale così ottenuto 
con la (40,13) si può vedere che 


Po A \ 
i pd T TA' © (40,14) 
Sostituendovi le espressioni limite (40,2) e (40,5), otteniamo 
„Pn (27A) t2 ig 
T+0: fo (Le J eat, (40,15) 


T> Taf =2 (1—5). (40,16) 
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Infine, è necessario fare ancora due osservazioni circa il dominio 
di validità delle formule ottenute nella temperatura. 

All’avvicinarsi al punto di transizione 7, i processi di interazione 
fra le quasi-particelle diventano essenziali (di essi non si tiene conto 
nella teoria qui esposta); sono questi processi a causare nel dato caso 
la comparsa di singolarità nelle grandezze termodinamiche, caratte- 
ristiche per il punto di transizione di fase di seconda specie. In 
prossimità sufficiente di questo punto le formule sopra ottenute alla 
fine diventano inapplicabili. Ma in virtù dell’esistenza del piccolo 
parametro (la costante di legame g), ciò si produce nel modello con- 
siderato soltanto per valori estremamente piccoli di 7, — T; torne- 
remo al $ 45 a uno studio più dettagliato di questa questione. 

Così come nel liquido di Bose superfluido, nel gas di Fermi in 
questione (a differenza del gas di Fermi con repulsione, cfr. $ 4) può 
propagarsi il suono (a velocità u ~ p p/m che viene determinata nel 
modo consueto dalla compressibilità del mezzo). Ciò vuol dire che, 
accanto allo spettro di eccitazioni del tipo di Fermi qui studiato, 
nello spettro di tale gas esiste anche il ramo di eccitazioni fononico, 
di Bose. Il calore specifico condizionato dai fononi è proporzionale 
a T? con un piccolo coefficiente, ma per T + 0, esso, in linea di 
massima, deve prevalere sul calore specifico esponenzialmente 
decrescente (40,6). 


$ 41. Funzioni di Green di un gas 
di Fermi superfluido 


Passiamo ora alla costruzione del formalismo matematico delle 
funzioni di Green applicate a sistemi di Fermi superfluidi 1). 

Abbiamo visto al $ 26 che in termini degli operatori p la conden- 
sazione di Bose-Einstein nel sistema Bose è espressa dall'esistenza 
di valori limite non nulli degli elementi matriciali (quando il nume- 
ro di particelle N + co) che legano gli stati che si differenziano sol- 
tanto per la variazione di N di un'unità. Il significato fisico di 
questa affermazione è il seguente: l'eliminazione o l’aggiunta di una 
particella al condensato non modifica gli stati del sistema macrosco- 
pico. 

Nel caso del sistema di Fermi superfluido questa affermazione 
deve essere valida per il condensato composto di coppie di Cooper: 
lo stato del sistema non deve cambiare al variare di uno del numero 
di coppie nel condensato. Matematicamente ciò si esprime nell’esi- 
stenza di valori limite non nulli (N + co) degli elementi matriciali 
nel prodotto Yg (X) Ya (X,), che è l'operatore di annichilazione 
di due particelle e nell’operatore hermitiano coniugato di creazione 


1) Il formalismo matematico qui esposto appartiene a L. P. Gorkov (1958). 
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di una coppia di particelle Vi (X) $i (X,). Questi elementi matri- 
ciali legano gli stati « uguali » dei sistemi, che differiscono soltanto 
per sottrazione o aggiunta di una coppia di particelle: 


Jim (m, N | Pe (Xa) Êa (X) lm, N+2)= 
= lim (m, N2) P(X) E(X) lm, M*=40. (41,4) 


In seguito ometteremo il segno di limite; per semplicità ometteremo 
anche l'indice matriciale diagonale m, che numera gli stati « uguali » 
di sistemi con numero diverso di particelle. 

Come nel caso dei sistemi di Bose ($ 31), nel formalismo matema- 
tico delle funzioni di Green per i sistemi di Fermi superfluidi figura- 
no funzioni distinte. Accanto alla funzione di Green ordinaria 


iGag (Xis Xa) = (N|TÉ2(X.) Ê$ (X)| N) - (41,2) 


è necessario introdurre anche funzioni « anomale ». definite come 
< segue: 


iFop (Xo X) =N | TÊ, (X) Le (X)| N +2), 


à i (41,3) 
iFag (Xis Xa) =N + 2| TF3 (X1) F$ (X3) | N). 
Poiché ciascuna delle funzioni Fap e Fàg è formata da due operatori 
uguali, allora 


Fag (Xis X) = — Fha (Xas Xi), Fag (Xis X) = — Fia (Xz, Xi). ; 
i (41,4) 


Ricordiamo che, secondo i principi fondamentali della statistica, la 
media statistica non dipende dal fatto che sia stata calcolata rispet- 
to alla funzione d’onda precisa dello stato stazionario del sistema 
chiuso o rispetto alla distribuzione di Gibbs. L'unica differenza è che 
nel primo caso la media sarà espressa mediante l'energia E eil 
numero di particelle N, e nel secondo caso mediante 7 e p. Per i 
ragionamenti sviluppati nel presente paragrafo è più comodo i} 
primo metodo. 

Nel modello di gas di Fermi studiato al $ 39 le coppie legate si 
trovano nello stato di singoletto. La dipendenza dallo spin degli 
elementi matriciali negli operatori di annichilazione o creazione di 
una tale coppia si riduce allo spinore antisimmetrico unitario 


Lap ( ui o) . (44,5) 
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Scriviamo perciò la funzione (41,3) nella forma 1) 
Fag = apk (Xis Xa), Fàg = gagF* (Xa, Xa); (41,6) 


qui, in virtù della (441,4), F e F+ sono simmetriche in X, e Xa La 
dipendenza spinoriale della funzione di Green Gag per un sistema 
non ferromagnetico si riduce a Gag = dapG. In un sistema omogeneo» 
e macroscopicamente fisso le funzioni di Green G, F e F+ dipendono 
unicamente dalle differenze delle coordinate dei punti e dalla diffe- 
renza dei tempi (si veda la nota alla pag. 156). 

Al pari della funzione E (X), introdotta al $ 26, che aveva ib 
significato di funzione d’onda delle particelle nel condensato, anche 
la funzione iF (t, r,; t, r3) si può considerare come funzione d'onda 
delle particelle legate nelle coppie di Cooper che si trovano nek 
condensato. Allora 


E (X)=iF (X, X) (44,7) 


sarà la funzione d'onda del moto di queste coppie come un tutt'uno.. 
Si vede facilmente dalle definizioni (41,3) e (41,5) che in questo ca- 
so F*(X, X) = i&* (X). In un sistema stazionario macroscopica- 
mente fisso la funzione E (X) si riduce a una costante, la quale può 
essere resa reale con una scelta appropriata delle fasi degli opera- 
tori w. 

Calcoliamo ora le funzioni di Green così definite per il modello: 
del gas di Fermi con un'attrazione debole fra le particelle. 

L'operatore p di Heisenberg verifica l'equazione (7,8). Essendo 
piccolo il raggio d'azione delle forze fra le particelle nel gas consi- 
derato, nel termine integrale di questa equazione si possono prendere 
i valori dei fattori ¥ (t, r’) nel punto r’ = r e portarli fuori dal segno: 
di integrazione; allora l’equazione diventa 2) 


. IT y2 A È È di 
iS (+e) teo. (41,8) 


Mediante la coniugazione hermitiana di tutti i termini di questa 
equazione otteniamo un’equazione analoga per gli operatori Y+; 


dt 2 A a ALS 
i-a = (grtn) fe+eiit, (41,9) 


1) Si veda la nota alla pag. 50. Mentre per la sua struttura di spin Gap 


è uno spinore misto del secondo ordine, le funzioni Fag e Fag rappresentano: 
spinori contro- e covarianti, rispettivamente. 
2) Come al § 39, indichiamo con g la costante di legame che coincide com - 


la costante —U, = — | U dx. Per non confonderlo con la fessura A, indichia- 
mo l'operatore di Laplace con V?. Qui e nei paragrafi successivi poniamo 4 = f. 
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Sostituendo l’espressione (41,8) nella derivata d0G,g/0t (9,5), 
otteniamo l’equazione 


(i F+37+1) Gas (X— X’ 


— ig (N | TẸ} (X) È, (X) Pa (X) P8 (X°) | N) = Bag (X— X’) 
(41,10) 


(cfr. la (15,12)). Qui figura l’elemento matriciale diagonale del pro- 
«dotto di quattro operatori p, che può essere scritto, secondo la rego- 
la di moltiplicazione delle matrici, come somma di prodotti degli 
elementi matriciali di due coppie di operatori. Fra tutti questi 
prodotti lasciamo soltanto quello che contiene gli elementi matri- 
«ciali per transizioni con cambiamento del numero di particelle 
N <> N + 2e omettiamo tutti gli altri termini: 


(NITO, T. |M 
> (NI TË Pa N +2 N42 TEY [M= , 
= — Fya (X, X) Fig (X, X’) = —ôasF (0) F+ (X—X') ~ (414,147 


(nell'ultima trasformazione sono utilizzate le espressioni (41,5)). 
Fisicamente questo termine corrisponde all’accoppiamento delle 
particelle e coincide in ordine di grandezza con la densità del conden- 
sato. 

Sottolineiamo, tuttavia, che questo procedimento differisce in 
principio dalle approssimazioni fatte nel caso del gas di Bose debol- 
‘mente non perfetto. In quest’ultimo quasi tutte le particelle si tro- 
vano nel condensato per 7 = 0, e il numero di particelle « sopra 
condensato », che compaiono in seguito a una debole interazione, è 
relativamente piccolo. Nel caso considerato, al contrario, il conden- 
sato stesso compare in seguito a una debole interazione e perciò 
include in sé solo una piccola parte di particelle. In altre parole, i 
termini omessi con la sostituzione (44,11) non sono piccoli, ma gran- 
di rispetto a quelli lasciati. Gli ultimi, tuttavia, conducono a un 
effetto qualitativamente nuovo, ossia alla modifica del carattere 
dello spettro, mentre i primi sarebbero utili soltanto per il calcolo 
della correzione al livello fondamentale del sistema, che qui non ci 
interessa (si veda in proposito la nota alla pag. 203). 

Dopo la sostituzione (41,11) l’equazione (41,10) si riduce alla 
forma 


(LHE +1) GEHENO X) (41,12) 


x 


{l'argomento della funzione X — X’ è sostituito con X e la costante 
dF (0) è indicata con E, in accordo con la definizione (41,7)). Vi 
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figurano le due funzioni incognite G (X) e F+ (X ) per il cui calcolo 
occorre ancora un'equazione. 
La si può ottenere calcolando la derivata 

. OFig(X-X") o IFEX) ry . 

i ee =(N+2|r_-7_ 9A JD 
qui non compare il termine con la funzione è (simile al secondo ter- 
mine nella (9,5)), poiché la funzione Fàg (X — X’) (contrariamen- 
te alla funzione Gag (X — X')) è continua per t = t 1). Sostituen- 
dovi la (41,9) e di nuovo separando il termine condensato (analoga- 
mente all'operazione (41,11)), otteniamo infine l’equazione 


ə vV ; E 
li ) F* (X) + gE*6(X)=0. (41,13) 
Essa contiene le stesse due funzioni G e F+ dell'espressione (41,12); 
pertanto queste due equazioni sono sufficienti per calcolare le dette 
funzioni (per il calcolo di F occorrerebbe introdurre in modo analogo 
una terza equazione). 

Passiamo in queste equazioni alla rappresentazione degli impul- 
si, introducendo in modo usuale le componenti di Fourier G (P) e 
F+ (P): 

(© — np) G (P) + gEF+(P) = 1, 
(© + np) F* (P) + gE*G (P) = 0, (41,14) 

dove P = (©, p) e np = p?/2m — p. È da notare che, essendo pari . 
la funzione F* (X), sono pari anche le sue componenti di Fourier 
F+ (P) = F+ (— P). 

Escludendo la funzione F+ dalle due equazioni troviamo per G 


(0° — n — 4A?) G (P) = ®© + mp; (441,15) 
dove si è introdotta la notazione ? 
A=g|E]. i, (441,16) 
La soluzione formale dell'equazione (41,15) è 
TES ARI DE E E 
GP= ala) o e Cd 


dove e (p) = VA? + nè, mentre up e vp sono dati dalle formule 
(39,13). Già di qui si vede che lo spettro delle eccitazioni elementari, 
definito dal polo positivo della funzione di Green, è dato dalla fun- 
zione e (p) e che noi giungiamo di nuovo al risultato (39,20). Vedia- 


1) E facile convincersene calcolando il salto della funzione Fàg (come 
abbiamo già fatto al $ 9 per Gg) e osservando che gli operatori Td (t, r) e 
Ti (t, r’) sono anticommutativi. 
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mo anche che la fessura energetica A e il modulo della funzione d'on- 
da condensata del moto delle coppie come un tutt'uno sono grandez- 
ze mutuamente proporzionali. 

Tuttavia l’espressione (41,17) per G (P) non è ancora completa: 
in essa non è determinato il modo di aggirare i poli. In altre parole, 
resta ancora indeterminata la parte immaginaria della funzione 
G; questa parte contiene la funzione è è (0 + €) e perciò scompare se 
la si moltiplica per œ? — e? nell'equazione (41,15). 

Per 7 = 0 la regola di aggiramenio dei poli viene stabilita me- 
diante un confronto diretto fra l’espressione (44,17) e lo sviluppo 
(8, 7): nei termini con poli positivi e negativi la variabile va sosti- 
tuita con œ + i0 e œ — i0, rispettivamente; allora l'espressione 
(41,17) diventa 


uz v2 O+ np 
= p ? i 
G (o, === o+£e(p)—i0  (0-e+i0)(0+e—i0)° 


(41,18) 
Esprimendo ora F+ dalla seconda equazione (41,14), troviamo 


+ a — g&* 
F+ (o9, A ETE ETET (41,19) 


D'altra parte, per definizione abbiamo 


oo 
iE*= F*(X=0)= f f F+ (PIE (41,20) 
-%0 
Sostituiamovi la (41,19); l'integrazione su do viene eseguita chiuden- 
do il contorno con una semicirconferenza all'infinito nel semipiano 
superiore, dopo di che l'integrale si esprime mediante il residuo nel 
polo œ = e. Come risultato, dopo la divisione per &*, otteniamo 
l'uguaglianza (39,16) che definisce Ao. 

Per T = 0 è più difficile determinare la parte immaginaria delle 
funzioni di Green. Per costruire la funzione G (©, p), che rispetto alla 
variabile œ goda di proprietà analitiche corrette, scriviamo dapprima 
la funzione ritardata GF (œ, p); essa deve essere analitica nel semi- 
piano superiore e perciò si ottiene dall’espressione (41,17) con la 
sostituzione © + œ + (0. La parte immaginaria di questa funzione 
è 


Im GF = — x [u38 (0 — e) + 088 (0 + e)l. 


Quanto alla parte immaginaria della funzione cercata G, essa si ot- ` 
tiene di qui mediante la formula (36,14), secondo la quale 


IMG (os pP) = th IMG" (0, p)= 
= — (1 — 2np) 1 [u8 (0 —e)— v3ô (o + e)], 
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dove np è la funzione di distribuzione di Fermi (39,14) (utilizzando 
questa formula, abbiamo effettuato così il passaggio dalla media 
rispetto a un dato stato stazionario del sistema alla media rispetto 
alla distribuzione di Gibbs). La funzione G com questa parte immagi- 
naria si può scrivere nella forma 


uz v2 
p? P . 
o_-e+10 + D Fe—i0 + 2ninp [u36 (o —e)— 


— vô (0+e)]. (41,21) 


G (0, p) = 


Per la funzione F* (wœ, p) troviamo ora 


ingEnp 


{e 


F (o, p)= F* (@, p) lr- — [8 (0—e)+8(0+e)], (41,22) 


dove il primo termine è la funzione (41,19) riferita a T = 0. Sosti- 
tuendo questa espressione nella (41,20) e integrando, torniamo 
all’equazione (39,15) che definisce A (7). 
L'equazione (41,14) si può rappresentare sotto forma di diagram- 
mi, così come sono state rappresentate le equazioni (33,7) per il 
sistema di Bose superfluido. In questo caso le funzioni G, F, F+ 
vengono rappresentate dagli stessi elementi grafici (33,6), cioè da 
frecce uni- e bilaterali. Le due equazioni (41,14) si scrivono come se~ 


gue: 
a COMETE e 


P P D P P 
; (41,23) 
—- = 


Alla freccia sottile corrisponde il: fattore iG® (P), dove G® (P) 
è la funzione di Green del gas di Fermi perfetto. Alla linea ondulata, 
che entra nel suo vertice, e a quella che ne esce corrispondono i 
fattori igE e —igĒ*, rispettivamente. Confrontando la (41,23) e 
(33,7), vediamo che questi ultimi fattori corrispondono alle funzioni 
autoenergetiche iZ 00 € iL20, cioè rappresentano le prime approssi- 
mazioni per queste grandezze. Osserviamo che le particolarità della 
tecnica dei diagrammi per sistemi di Fermi superfluidi sono limi- 
tate agli elementi nuovi suindicati, ossia alle frecce bilaterali e alle 
linee ondulate; a differenza del caso di sistemi di Bose, i vertici 
« tripli » qui non compaiono. Pertanto la tecnica dei diagrammi è 
qui più semplice e più vicina a quella « ordinaria », che per i sistemi 
di Bose superfluidi. 
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$ 42. Funzioni di Green termiche di un gas di Fermi superfluido 


Al $ 41 è stato determinato lo spettro energetico di un gas di 
Fermi superfluido mediante l’applicazione delle funzioni di Green 
« temporali » ordinarie. Tuttavia per la soluzione di problemi più 
complessi (e soprattutto per lo studio delle propietà di un sistema 
in campi esterni) è più comodo il formalismo matematico delle fun- 
zioni di Green termiche (A. A. Abrikosov, L. P. Gorkov, 1958). 

La funzione termica ag è definita dalla stessa formula (37,3) 
che per un gas di Fermi normale. Definiamo invece le funzioni termi- 
che Fag e Fap (corrispondenti alle funzioni temporali Fas e Fàg) 
mediante due formule analoghe 


Fag (Ti, Ti; Ta, r3) = dI (m, NoT PXPH] m, N+ 2), 


= 4 RI (42,1) . 
Fap (Tis Ti; Ta, ro) = X (m, N+2| WT- FM} |m, N). 


La dipendenza spinoriale di queste funzioni viene indicata (analo- 
‘gamente alla (41,6)) dai fattori gag 1): 


Fas = 8af, Fag = — Basf. (42,2) 


Come $, le funzioni F e F dipendono soltanto dalla differenza 
t = Tı — T e soddisfano alle relazioni (37,6) (con il segno superiore): 


F(A=-F(1+7), FO=-F(1+4). (423) 


Le serie di Fourier in t per queste funzioni contengono quindi sol- 
tanto le « frequenze » dispari (37,8a): Cs = (2s + 1) nT. l 

Gli operatori p di Matsubara coincidono per t = 0 con quelli 
di Heisenberg per t = 0: l 


ỌM (z = 0, r) = Ê (t = 0, r). 
Confrontando le definizioni delle funzioni F , F con le definizioni 
di F, F* troviamo perciò che 


F (0, r; 0, r) =E (r), F (0, r; 0, r) = E* (e), (42,4) 


dove con E si deve intendere la funzione d’onda condensata, la cui 
media è presa secondo Gibbs, cioè espressa mediante la temperatura 
del sistema. 


1). I segni opposti nelle definizioni di # e F (a differenza dei segni uguali 
nella -(41,5)) sono appropriati, in quanto nelle definizioni (42,1) non esiste 
il fattore i, che figurava nella (41,3). 


SUPERCONDUTTIVITA 213 


Mostriamo in che modo le funzioni di Green termiche permetto- 
no di ottenere di nuovo lo spettro energetico del gas di Fermi super- 
fluido a temperature diverse da zero. 

Le equazioni per le funzioni termiche Í, F, F si deducono ana- 
logamente alle equazioni (41,12-13); inoltre, al posto della deri- 
vazione rispetto a # si deriva rispetto a t, e in luogo delle 
equazioni (41,8-9) sono impiegate equazioni che differiscono dalle 
(441,8-9) per la sostituzione it + t. Così come nella (41,11), nella 
media del prodotto di quattro operatori p di Matsubara vengono 
separati i termini contenenti gli elementi matriciali per le transizioni 
con variazione del numero di particelle di 2. Come risultato 
otteniamo le seguenti equazioni: 


| Seta) F (t, r; v,r)+gE7 (T, t; v,1)= 
= ô(t— t’) ô (r— r’), 
(Ette) FG r; t’, r’) > 
 —gE*9 (1, r; T’, r')=0. 


Dopo il passaggio alle componenti di Fourier queste equazioni 
diventano 


(42,5) 


(its — np) g (ts: P) HEEF (be, p) = 1, 


z (42,6) 
— (ibs + np) F (ts, P) — 8E*9 (Es, p)=0. 
Le soluzioni di queste equazioni sono 
g SE 42,1 
(Ès: P)= — pai» (42,7) 
cio * 
F (to = pre = (ile P), (42,8) 


dove di nuovo e? = A? + nå, A = gE (inoltre, questa soluzione è 
definita univocamente senza contenere nessuna funzione è, come si 
verificava per le funzioni G e F+). 

La condizione che definisce la fessura energetica nello spettro 
si ricava ora dall’uguaglianza 

œ 

z ea d3 

*= F (t=0, r=0)=T `, | F Ca P- > 


s=- 00 


ossia, dopo la sostituzione (42,8), 


dv 2 \atsw=! (42,9) 


[ha] 
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La sommatoria su s è data dalla formula 1) 


È (2+1) nat = E th -t (42,10) 
e conduce all'uguaglianza 
1 dp 


coincidente con la (39,15). 


$ 43. Superconduttività dei metalli 


Il fenomeno della superconduttività dei metalli consiste nella 
. superfluidità del fluido di Fermi elettronico in essi, simile alla su- 
perfluidità del gas di Fermi degenere studiato nei paragrafi prece- 
denti. S'intende che, sotto molti aspetti importanti, il fluido elet- 
tronico e il gas di Fermi sono sistemi fisici sostanzialmente distinti. 
Ma al tempo stesso le caratteristiche fisiche fondamentali, che si 
riferiscono alle proprietà dello spettro energetico, in entrambi i casi 
sono uguali. Studiamo qualitativamente la seguente questione: 

quali caratteristiche del modello esaminato sopra si possono tra- 

sportare, e in quale misura, agli elettroni nei metalli? 

La caratteristica importante del metallo è l’anisotropia del suo. 
Spettro energetico elettronico a differenza dell’isotropia dello spet- 
tro del gas di Fermi studiato. Tuttavia questa circostanza non osta- 
cola la comparsa dell'effetto Cooper, per il quale è essenziale il fatto 
stesso dell’esistenza di una superficie di Fermi ben marcata (qualun- 

ue sia la sua forma) e la densità finita del numero di stati su di essa. 
necessario anche che elettroni di impulsi e spin opposti abbiano la 
Stessa energia, cioè che tutti e due si trovino sulla superficie di Fer- 
mi. Queste condizioni sono garantite automaticamente dalla sim- 
metria rispetto all’inversione del tempo. Si può dire che gli elettro- 
ni si accoppiano negli stati che si producono l’uno dall’altro per 
inversione del tempo. 


1) Si può ottenere questa formula scrivendo 
SER E E E 
(25-41)? nF a — 2a Latin (2541) | a—in(2s41) JT 

PA l 
è + f emas [eiM 2s +1) | pinl2s+ 12] dy 
0 


ed effettuando “la sommatoria della progressione geometrica sotto il segno di 
integrazione, 
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In seguito sorge il problema del segno dell’interazione fra gli 
elettroni nel metallo. In un senso molto semplificato si potrebbe di- 
re che questa interazione è composta dalla repulsione coulombiana 
schermata a distanze interatomiche e dall'interazione attraverso il 
reticolo. Quest'ultima è descritta come risultato dello scambio di 
fononi virtuali e ha carattere di attrazione ($ 64). Se l’ultima inte- 
razione « prevale », il metallo diventa superconduttore a tempera- 
ture sufficientemente basse. 

È importante che all’interazione mediante lo scambio di fononi 
partecipino soltanto gli elettroni giacenti in uno strato relativa- 
mente stretto dello spazio p in prossimità della superficie di Fermi; 
lo spessore di questo strato vale ~ œp ed è piccolo rispetto al 
potenziale chimico degli elettroni p (œp è la frequenza di Debye del 
cristallo). Quindi, se per la descrizione della superconduttività si 
vuole ricorrere al modello del gas di Fermi debolmente non perfetto, 


per il parametro di taglio € nella (39,419) si deve intendere la grandez= 
za 1) 


ge~ hop (43,1) 


(al posto di E~ p). 
Quanto alla supposizione che l'interazione sia debole, per tutti 
i superconduttori si ha in realtà 


TeK ħop& pe. (43,2) 


Tuttavia la supposizione fatta al § 39 sottintende qualche cosa in 
più: la piccolezza della costante di legame g, che conduce a un valo- 
re grande dell’esponente adimensionale nella (39,19). Nel caso con- 
siderato questa supposizione è espressa dalla condizione 


In (fop/T.)>1, (43,3) 


vale a dire che deve essere grande non soltanto il rapporto 7@p/T, 
ma anche il suo logaritmo. In realtà questa condizione è verificata 
molto peggio ?). 

Tenendo conto di tutte le distinzioni reali fra il liquido elet- 
tronico nel metallo e il modello del gas di Fermi debolmente non 
perfetto, la teoria della superconduttività diventa molto complicata. 
Risulta, al tempo stesso, che già una teoria semplice, basata sul det- 
to modello, sotto molti aspetti descrive bene le proprietà dei super- 
conduttori non soltanto qualitativamente, ma anche quantitati- 


1) Così, fra l’altro, si elimina la questione della divergenza dell’integrale 
(39,16) per grandi impulsi (si veda la nota alla pag. 197). 
n 2) n rapporto žop/ Te varia pressappoco nei limiti da 10 per Pb a 300 per 
Al e Cd. ; 
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vamente. Come è stato già detto, questa teoria appartiene a Bardeen, 
Cooper, Schrieffer per cui il modello del gas di Fermi con attra- 
zione debole fra le particelle si chiama modello BCS. 


$ 44. Corrente superconduttrice 


Ai due tipi di moto nel liquido superfluido elettricamente neutro 
(elio liquido) corrispondono, nel caso di un metallo superconduttore, 
due tipi di correnti elettriche, che possono passare in esso contempo- 
raneamente. La corrente superconduttrice non trasporta calore e non 
è accompagnata da dissipazione di energia e può verificarsi in un si- 
stema in equilibrio termodinamico; la corrente normale, irivece, si 
accompagna all’effetto Joule. Indicheremo la densità della corrente 
superconduttrice e normale con js e j,; la densità totale della corrente 
è į = js + in. 

Una serie di conclusioni importanti sulle proprietà della corrente 
superconduttrice si può trarre, indipendentemente dal modello par- 
ticolare, già dal fatto stesso della comparsa di una nuova grandezza 
macroscopica, ossia della funzione d’onda condensata & (t, r). 

Come al $ 26, introduciamo la fase ® di questa funzione: 


Et, r) =| B | &?, (44,1) 


Così come nell’elio liquido il gradiente della fase ® definisce, se- 
condo la (26,12), la velocità del moto superfluido v,, anche il gra- 
diente della fase nel superconduttore definisce una grandezza os- 
servabile in questo caso, ossia la densità della corrente supercondut- 
trice. Per l’anisotropia del metallo la direzione j, non coincide in ge- 
nerale con la direzione VO e il legame fra le componenti di questi 
vettori è dato da un tensore del secondo rango. A scanso di complica- 
zioni non di principio, ci limiteremo qui al caso di simmetria cubica 
del cristallo metallico. 

Allora il tensore del secondo rango si riduce a uno scalare e il 
legame fra js e V® a una semplice proporzionalità. Scriviamo questo 
legame nella forma 


i= 54 n,v0, (44,2) 


dove per definizione e = — |e |è la carica dell'elettrone e m la 
sua massa (reale). La grandezza n, così definita (funzione della tem- 
peratura) si chiama densità del numero di elettroni superconduttori; 
questa grandezza gioca un ruolo importante, così come la densità 
della componente superfluida nell’elio liquido. Sottolineiamo che 
essa non coincide affatto con la densità del condensato delle coppie 
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di Cooper (analogamente, p, nell’elio liquido non coincide con la 
densità degli atomi condensati 1)). 

La formula (44,2) (così come la formula (26,12) per l’elio liquido) 
suppone che la variazione della fase nello spazio sia sufficientemente 


lenta. Al tempo stesso, però, mentre nel caso del liquido di Bose si 


richiedeva che ® varii poco soltanto a distanze interatomiche, qui 
la condizione risulta notevolmente più forte. La lunghezza di coe- 
renza o~ hvg/A, funge da dimensione caratteristica per il liquido 
di Fermi superfluido e la fase D deve variare poco proprio a questa 
distanza (grande, rispetto alle distanze interatomiche). Sottolineia- 
mo che qui figura il parametro di lunghezza costante È, (indipenden- 
te dalla temperatura); un’interpretazione rigorosa di questo cri- 
terio verrà data in seguito (si veda la fine del $ 51). 

Il legame fra j e D diventa più complicato se il superconduttore 
si trova in un campo magnetico esterno; considereremo qui il caso 
di un campo costante (nel tempo). Le correzioni necessarie da porta-. 
re alla formula (44,2) si possono determinare partendo dall'ipotesi 
dell’invarianza di gauge della teoria. 

Il senso di questa condizione è che tutte le grandezze fisiche 
osservate devono rimanere invariate per trasformazione di gauge del 
vettore potenziale del campo magnetico: 


A>A+Vy(r), (44,3) 


dove y% (r) è una funzione delle coordinate arbitraria. In questo caso 
gli operatori w si trasformano secondo una legge che coincide con la 
legge di trasformazione delle funzioni d’onda: 


Ê —> Ý exp (i Ji Pf (-: lì (44,4) 


dove e è la carica delle particelle descritte dall’operatore p (si veda 
III (111,9)) ?). Quanto alle funzioni di Green G (X, X')e F (X, X’), 


1) Il coefficiente nella (44,2) è scritto in modo tale che nel gas di Fermi 
superfluido libero (modello BCS) mn, coincida con la grandezza p, calcolata al 
§ 40. Quest'ultima è definita in modo tale che la corrente j debba essere espressa 
nella forma js ='ensvy, dove vs è la velocità superfluida. A sua volta, v, è lega- 
ta al gradiente della fase dall uguaglianza vs = (#/2m) V®; la doppia massa 
2m (al posto di m nella (26,12)) vi figura per il fatto che il condensato è compo- 
sto di particelle accoppiate. 

2) Grazie al fatto che all’operatore hamiltoniano della seconda quantizza- 
zione (7,7) gli operatori p partecipano a coppie, ¥ (X) e Li (X), esso si tra- 
sforma con le sostituzioni (44,3-4) come un operatore hamiltoniano ordinario 
per la stessa trasformazione delle funzioni d'onda ordinarie (non operatoriali). 
La trasformazione del tipo (44,3-4) è stata già utilizzata di fatto al $ 19. 
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esse, come elementi matriciali dei prodotti YY’ + o YY”, si trasforma» 
no secondo la legge 


G(X, X')+exp {$ Ix) —x(1)]} G(X, X’), 


; (44,5) 
F(X, X')+exp{ 2 [x (1) +4 (1)]} F(X, X’). 
In questo caso 
E=iP(X, X) exp (7 ) s, 
vale a dire che la fase della funzione d'onda condensata è 
DD+ x(n). (44,6) 


La relazione (44,2) non è invariante rispetto a tale trasformazione 
della fase. Per ottenere l’invarianza richiesta essa deve essere comple- 
tata da un termine contenente il vettore potenziale del campo magne- 
tico: 


f ħe 2e 
= n (VO- TA). (44,7) 


Il raddoppiamento della carica (nel secondo termine fra parentesi) 
è causato dall’accoppiamento degli elettroni nel superconduttore. 

Questa espressione è già sufficiente per spiegare la proprietà fon- 
damentale macroscopica del superconduttore, ossia l’esclusione da 
“esso del campo magnetico (effetto Meissner) *). 

Consideriamo un superconduttore omogeneo collocato in un cam- 
po magnetico debole, la cui intensità è supposta piccola rispetto al 
campo critico H, che distrugge la superconduttività. Con questa 
condizione si esclude un'influenza sostanziale del campo magnetico 
sulla grandezza ns. Supponiamo che il corpo si trovi in equilibrio 
termodinamico cosicché la corrente normale non esiste e perciò 
js = j°). Applichiamo ora ad entrambi i membri dell’uguaglianza 
(44,7) l'operazione rot e osserviamo che in questo caso rot A = B 
è l’induzione magnetica del corpo. Ciò ci permette di ottenere l’equa- 
zione dei London 


rotj= — 22B (44,8) 


me 
{F. London, H. London, 1935) 3). 


x 


1) L'’elettrodinamica fenomenologica dei superconduttori è esposta in un 
altro volume del presente Corso; si veda VIII, capitolo VI. i 
?) Ciò sarà supposto dappertutto in questo capitolo in modo che con j sarà 
intesa dappertutto la densità della corrente superconduttrice. 
(1940) La deduzione esposta dell’equazione (44,8) appartiene a L. D. Landau 
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Questa è un'equazione specifica per il superconduttore. Utiliz- 
ziamo inoltre le equazioni generali di Maxwell 


rot B=% j, (44,9) 


divB=0. (44,10) 


Sostituendo j dalle (44,9) e (44,8) e osservando che in virtù della 
(44,10) rot rot B= — AB, otteniamo l’equazione esprimente il 
campo magnetico nel superconduttore 


AB = è-?B, (44,11) 
dove si è introdotta la notazione 
6° = mc?/4ne?n,. (44,12) 


Troviamo mediante questa equazione la distribuzione del campo 
nel superconduttore in prossimità della sua superficie, che suppor- 
remo piana; consideriamo questa superficie come piano yz e dirigiamo 
l’asse x all’interno del corpo. Per queste condizioni la distribuzione i 
del campo dipende unicamente dalla sola coordinata z, e dalla 
(44,10) abbiamo dB./dx*= 0; allora dalla (44,11) segue automatica- . 
mente che B, = 0. L'equazione (44,11) diventa ora d°B/dx? = B/82 
da cui 


B (x) = e/s, (44,13) 


dove il vettore 6 è parallelo alla superficie. 

Vediamo che il campo magnetico si smorza esponenzialmente 
nell’interno del superconduttore penetrando in esso soltanto alla 
distanza ~ô. Questa lunghezza è macroscopica, ma piccola rispetto 
alle dimensioni usuali dei campioni di massa ($ — 10-5-10-5 cm); 
in tal modo il campo penetra di fatto soltanto in uno strato super-. 
ficiale sottile. La lunghezza è si chiama profondità di London di pe- 
netrazione del campo. Sottolineiamo che essa è una grandezza diret- 
tamente misurabile e avente un significato ben determinato a dif- 
ferenza del significato convenzionale del parametro r,. 

Tuttavia, la deduzione eseguita necessita di una riserva sostan- 
ziale. La formula iniziale (44,7) è applicabile unicamente alla con- 
dizione che la variazione di tutte le grandezze nello spazio sia suf- 
ficientemente lenta: le distanze caratteristiche, alle quali esse varia- 
no sostanzialmente, devono essere grandi rispetto alla lunghezza di 
coerenza È, 1). Nel caso considerato ciò vuol dire che si deve avere 


ô> Eo (44,14) 


1) Ricordiamo che l'induzione stessa B è la vera intensità microscopica del 
campo magnetico, la cui media è presa su elementi di volume infinitamente 
piccoli fisicamente è di dimensioni grandi soltanto rispetto al reticolo costante. 
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Questa condizione, s'intende, non getta nessun’ombra sulla 
dimostrazione stessa che il campo viene escluso dal superconduttore. 
Se avessimo supposto che il campo non venisse escluso, ciò avrebbe 
implicato una contraddizione logica poiché, in questo caso, la sua 
variazione sarebbe stata lenta a priori e l'equazione (44,11) sarebbe 
stata applicabile. Ma l’equazione concreta (44,11) e la legge di smor- 
zamento del campo (44,13), che da essa deriva, sono valide soltanto 
qualora sia soddisfatta la condizione (44,14). 

La situazione in cui nel superconduttore è verificata la disugua- 
glianza è> È, è detta situazione di London. La situazione opposta, 
in cui ô< E, si chiama caso di Pippard (la legge di smorzamento 
del campo in profondità del superconduttore per questo caso sarà 
considerata al $ 52). Per 7 + 7, la densità degli elettroni super- 
conduttori n, + 0 in modo che è + co. Pertanto, in prossimità suf- 
ficiente del punto di transizione, si ha sempre la situazione di Lon- 
don. Ma per T — 0 la relazione fra è e È, dipende dalle proprietà 
concrete del metallo 1). l 

Consideriamo infine ancora una conseguenza dall’espressione 
(44,7), non dipendente dalla relazione fra ô e $o- 

Come è noto dall’elettrodinamica macroscopica dei supercondut- 
tori, se per l’orifizio di un toro superconduttore passa un flusso 
magnetico, questo flusso resta costante qualunque siano le variazioni 
dello stato del corpo (che non violano però la sua supercondutti- 
vità); inoltre si suppone che il toro sia massiccio, cioè che il suo dia- 
metro e lo spessore siano grandi rispetto alla lunghezza di coerenza 
e alla profondità di penetrazione del campo. Mostriamo che la gran- 
dezza del flusso magnetico « ghiacciato » nell’orifizio del toro può 
essere soltanto un intero multiplo di un certo « quanto di flusso » 
elementare (F. London, 1954). 

Nella massa del corpo (all’esterno del dominio di penetrazione 
del campo) la densità di corrente è j= 0; il vettore potenziale invece 
è diverso da zero ed è nullo soltanto il suo rotore, cioè l’induzione 
magnetica B. Consideriamo un contorno chiuso C che abbraccia 
l’orifizio del toro e passa all’interno del corpo lontano dalla sua 
superficie; vengono soddisfatte così le condizioni di applicabilità 
della formula (44,7), ossia la variazione sufficientemente lenta della 
fase D e del potenziale A nello spazio. La circuitazione del vettore 
A lungo il contorno C coincide con il flusso dell’induzione magnetica 
attraverso la superficie costruita sul contorno, cioè con il flusso 
Q attraverso l’orifizio del toro: 


$Adl= | rot A-dt= {Bai= o. 


1) La situazione di London in tutto il dominio delle temperature ha luogo, 
ad esempio, nei metalli puri dei gruppi transitivi del sistema periodico e in 
alcune leghe intermetalliche. Il caso di Pippard ha luogo (lontano da Te) nei 
metalli puri dei gruppi intransitivi. 
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D'altra parte, uguagliando a zero l’espressione (44,7) e integrandola 
sul contorno, otteniamo 


$Ad=3 $vo.d= 3 80, 


dove 6® è la variazione della fase della funzione d’onda nel descri- 
vere il contorno. Ma dalla supposizione che questa funzione sia uni- 
voca risulta che la fase può variare soltanto di un intero multiplo 
di 2m. Così otteniamo il seguente risultato: 


G=nDo Ø=- =2-107 G-cm?, (44,15) 


dove n è un intero. La grandezza 4, rappresenta il quanto ele- 
mentare di flusso magnetico. 

La quantizzazione del flusso magnetico ha anche un altro a- 
spetto: essa conduce a valori discreti della corrente totale J: che può 
passare (in assenza di campo magnetico esterno) per un anello su- 


i. : perconduttore. Infatti, la corrente J crea un flusso magnetico attra- 


‘. verso l’orifizio dell'anello, pari a LJ/c, dove L è il coefficiente di 
— autoinduzione. Uguagliando questo flusso a ro, troviamo che la 
corrente può assumere i seguenti valori: 


= Cin a n. (44,16) 


Contrariamente al quanto di flusso magnetico, il « quanto di cor- 
rente totale » dipende (assieme all’autoinduzione L) dalla forma e 
dalle dimensioni dell’anello. 


PROBLEMA 


. Determinare il momento magnetico di una sferetta superconduttrice di 
raggio R « ô, collocata in un campo magnetico, nella situazione di London. 
Soluzione. Per R & è si può supporre costante il campo magnetico all’in- 


terno della sferetta e uguale al campo esterno @. Se si prende il potenziale vet- 
toriale nella forma A = 1/2 [É r], si può porre semplicemente 

j = — (nye?/me) A 
(cioè porre nella (44,7) ® = 0); allora si verifica automaticamente la condizione 


al contorno di scomparsa della componente normale della corrente (nj = 0) 
sulla superficie della sferetta. Il momento magnetico si calcola come l'integrale 


4 ; 
M=; I [rj] dv 


sul volume della sferetta ed è uguale a 
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$ 45. Equazione di Ginzburg-Landau 


La teoria completa descrivente il comportamento del supercon- 
duttore in un campo magnetico è molto complicata. Tuttavia, la si- 
tuazione si rende più semplice nel dominio di temperature in prossi- 
mità del punto di transizione. Qui è possibile costruire un sistema di 
equazioni relativamente semplici che sono, fra l’altro, applicabili 
sia per campi deboli che per quelli forti !). 

Nella teoria generale di Landau delle transizioni di fase di se- 
conda specie la distinzione della fase « non simmetrica » da quella 
« simmetrica » viene descritta da un parametro d’ordine che si annul- 
la nel punto di transizione (si veda V, $ 142). Per la fase supercondut-- 
trice questo parametro naturale è rappresentato dalla funzione d'onda. 
condensata E. Per evitare complicazioni soverchie (dal punto di 
vista teorico), supporremo cubica la simmetria del cristallo metal- 
lico; in questo caso, come è stato indicato al $ 44, lo stato supercon- 
duttore è caratterizzato dalla grandezza scalare n, ossia dalla densità 
degli elettroni superconduttori. Allora .come parametro d’ordine 
è più comoda una grandezza (indichiamola con w) proporzionale a 
E, ma normalizzata dalla condizione | w |? = n,/2. La fase della 
grandezza w coincide con la fase della funzione &: 


y=y Leo. (45,4) 


La densità della corrente superconduttrice (44,2), espressa mediante 
p, si scrive nella forma 
‘ e ieh 


L= |p P VO= — 4 (veve). (45,2) 


L'espressione dell'energia libera del superconduttore, quale fun- 
zionale della funzione w (r), costituisce il punto di partenza della 
teoria. In accordo con le tesi generali della teoria di Landau questa 
espressione si ottiene dallo sviluppo della densità dell'energia libera 
in potenze del parametro d'ordine w piccolo (in prossimità del pun- 
to di transizione) e delle sue derivate rispetto alle coordinate. Con- 
sideriamo dapprima il superconduttore in assenza di campo magne- 
tico. 

Conformemente al suo significato di grandezza proporzionale 
alla funzione di Green F (X, X) = — iE (X), il parametro d'ordi- 
ne è non univoco: poiché la funzione F (X, X) è composta di due 
operatori ¥, una variazione arbitraria della fase di questi operatori, 
Y > Weie/?, implica una variazione pari ad a della fase della fun- 
zione F. È ovvio che le grandezze fisiche non devono dipendere da 


1) La teoria qui esposta appartiene a V. L. Ginzburg e L. D. Landau (1950). 
È sorprendente che essa sia stata costruita per via fenomenologica ancora prima 
della creazione della teoria microscopica della superconduttività. 
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questa arbitrarietà, cioè devono essere invarianti nei confronti della 
trasformazione del parametro d'ordine. complesso: p + pett. Que- 
sta condizione esclude termini di potenze dispari in w nello sviluppo 
dell'energia libera. 

La forma concreta di questo sviluppo è stabilita in base alle stes- 
se considerazioni della teoria generale delle transizioni di fase di 
seconda specie (si veda V, $ 146). Senza ripetere queste considerazio- 
ni, scriviamo lo sviluppo seguente dell’energia libera totale di un 
corpo superconduttore 1): 


F=F+{{71V9l+e]4[+$]|w]} dv. (45,3) 


Qui Fa è l'energia libera dello stato normale (cioè per p = 0); b 
è un coefficiente positivo dipendente unicamente dalla densità della. 
sostanza (e non dalla temperatura); la grandezza a dipende dalla tem- 
peratura secondo la legge 


a=(T'—T.)a (45,4) 


e si annulla nel punto di transizione; il coefficiente a > 0 in accor- 
do con il fatto che alla fase superconduttrice corrisponde il dominio 
T < T.; il coefficiente di | Y p]? nello sviluppo (45,3) è scelto in 
modo tale che per la corrente si abbia l’espressione (45,2) (si veda 
più avanti) 2). TI fatto che nello sviluppo (45,3) figurano soltanto le 
derivate prime rispetto a p è dovuto alla supposizione che la varia- 
zione di p nello spazio sia sufficientemente lenta. 

In un superconduttore omogeneo in assenza di campo esterno il 
parametro p è indipendente dalle coordinate. Allora l’espressione: 
(45,3) si riduce a i 


F=FntaV |p PHE 1918 (45,5) 


Il valore d’equilibrio di | w |? (per T < 7.) è dato dalla condizione 
che questa espressione sia minima: 


ly P= 5 (TT); (45,6) 


la densità degli elettroni superconduttori in funzione della tempera- 
tura si annulla nel punto di transizione in base a una legge lineare. 


1) Ricordiamo soltanto che la forma scritta del termine in gradiente è dovuta 
alla supposizione della simmetria cubica del cristallo. Per una simmetria più 
bassa questo termine avrebbe l'aspetto di una forma quadratica più generale 
composta delle derivate Aw/az;. 

2) Questa scelta (così come l’identificazione di m con la massa reale del- 
l’elettrone) non ha, ovviamente, significato profondo ed è convenzionale nella 
stessa misura che la definizione di ny nella (44,2). N 
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Riportando di nuovo il valore (45,6) nell'espressione (45,5), 
troviamo così la differenza delle energie libere degli stati supercon- 
duttore e normale: 


F, —Fa= V £ (1,1? (45,7) 
La derivazione rispetto alla temperatura permette di ricavare da qui 


la differenza delle entropie e inoltre anche il salto del calore speci- 
fico nel punto di transizione 1): 


C—C, =V E, (45,8) 


Nell’intorno del punto di transizione la differenza (45,7) rappre- 
senta una piccola correzione all'energia libera. Secondo il teorema 
delle piccole correzioni (V, $ 15), questa stessa grandezza (espressa 
in funzione della temperatura e della pressione anziché della tempe- 
ratura e del volume) dà la differenza dei potenziali termodinamici 
©, — ©,. D'altra parte, in accordo con la formula generale della 
termodinamica dei superconduttori (si veda VIII (43,7)), questa 
differenza coincide con la grandezza — VH?/81, dove H, è il campo 
critico che distrugge la superconduttività. In tal modo, per quest’ul- 
timo troviamo la legge di dipendenza dalla temperatura nell'intorno 
del punto di transizione ?): 

2 \1/2 2 \1/2.m- 
H= (5E) (452 rn. (45,9) 

In presenza di campo magnetico l’espressione (45,3) per le energie 
libere deve essere modificata per i due aspetti seguenti. Primo, 
all’espressione integranda va aggiunta la densità di energia del cam- 
po magnetico B?/8n (dove B = rot A è l’induzione magnetica nel 


1) Confrontando le formule (45,6) e (45,8) per | w |? = ps/2m e per il salto 
del calore specifico con le formule (40,16) e (40,11) per le stesse grandezze nel 
modello BCS, si possono trovare i valori dei coefficienti æ e b in questo modello 
(L. P. Gorkov, 1959): 


a = 6n?T A/T (3) p = 7,04-T/0, b=aTJn; 
qui è utilizzato il legame della densità del numero di particelle n = p/m e del 


pman chimico p (per T = 0) con l'impulso limite come per un gas per- 
etto: 


n= pb/3n2%3, p= ph/2m. 
2) Nel modello BCS si ha 
H, = 2,44 (mp p/h?) (Te — T) per T+To 
Diamo anche il valore di H, in questo modello per T = 0: 
H, = 0,997, (mp p/ RYA 
(questo valore si ottiene uguagliando —vVH?/8x alla differenza delle energie 


(40,9). i 


SUPERCONDUTTIVITA 225 


corpo). Secondo, è necessario modificare il termine col gradiente in 
modo tale che la condizione di invarianza di gauge sia soddisfatta. 
Nel paragrafo precedente è stato mostrato che questa condizione im- 
plica la necessità di sostituire il gradiente della fase della funzione 
d’onda condensata VD con la differenza VO — 2eA/fic. Nel caso 
considerato ciò significa che si deve eseguire la sostituzione 

Vp= el07 | p ]+iywO+ vp—- TE Ay. 


Giungiamo così all’espressione fondamentale seguente: 
B2 h2 2 2 b 
F=Fno+ | {artir (Yi A) tf talv etylo ha 
(45,10) 


(Fno è l'energia libera del corpo nello stato normale in assenza di 
campo magnetico). Sottolineiamo che il coefficiente 2ie/fc in questa 
espressione è di carattere incondizionato (a differenza della conven- 
zionalità suindicata del coefficiente %?/4m). Il raddoppiamento del- 
la carica dell’elettrone in esso è dovuto all’effetto Cooper (L. P. Gor- 
kov, 1959); questo coefficiente, ovviamente, non potrebbe essere sta- 
bilito per via puramente fenomenologica. 

Le equazioni differenziali che determinano la distribuzione della 
funzione d’onda p e del campo magnetico nel superconduttore si 
ottengono ora cercando il minimo dell’energia libera quale funzionale 
di fre funzioni indipendenti: p, p* e A. 

La grandezza complessa p è l'insieme di due grandezze reali; 
pertanto p e w* si devono considerare nella variazione come funzio- 
ni indipendenti. Facendo variare l’integrale rispetto a w* e trasfor- 
mando l'integrale del termine (Vyw — 2ieA/hc)V8yw* mediante in- 
tegrazione per parti, otteniamo 


òr= | {E (vA) V+ap+td lyy} sp. av + 


+1 $ (Vo — Fe Av] 80° dt; (45,11) 


il secondo integrale si calcola sulla superficie del corpo. Ponendo 
ôF = 0, otteniamo quale condizione di uguaglianza a zero dell’inte- - 
grale di volume per ôp* qualsiasi la seguente equazione: 


7 (-inv-ZA)'4+ap+b]pPy=0 (45,12) 


(quanto alla variazione dell’integrale rispetto a w, essa conduce. 
all’equazione complessa coniugata, cioè non fornisce niente di nuo- 
vo). 
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Analogamente la variazione dell’integrale rispetto ad A conduce 
all’equazione di Maxwell l 


rot B=% j; (45,13) 
inoltre, la densità di corrente è data dall'espressione 
P ieh 2e2 l 
j= —Ż vp — yvy") | lA, (45,14) 


coincidente con la (44,7) (scriviamo j in luogo di js, poiché in equi- 
librio termodinamico non esiste corrente normale). È da notare che 
dalla (45,13) deriva l'equazione di continuità div j = 0; questa equa- 
zione si può ottenere anche per derivazione diretta dell'espressione 
(45,14) tenendo conto dell’equazione (45,12). 
‘Le equazioni (45,12-14) costituiscono il sistema completo di 
equazioni di Ginzburg-Landau. i 

Le condizioni al contorno per queste equazioni si deducono dalla 
condizione di uguaglianza a zero degli integrali di superficie nella 
variazione ôF. Dalla (45,11) si ricava così la condizione al contorno 


n(—ihvy—£ Ap) =0, (45,15) 


dove n è il vettore normale alla superficie del corpo. Osserviamo che 
in virtù di questa condizione si annulla, come ci si doveva aspettare, 
auche la componente normale della corrente (45,14): nj = 01). 

Quanto alle condizioni al contorno per il campo, tenendo conto 
che j ha valore finito in tutto lo spazio (fino alla superficie del corpo), 
dall’equazione (45,13) deriva la continuità della componente tangen- 
ziale dell’induzione B;. Invece dall’equazione 


div B = 0 


1) Per la condizione al contorno (45,15) la grandezza stessa p non si annulla 
come sembrerebbe dover essere per una funzione d’onda sulla frontiera del 
corpo. Questa circostanza è dovuta al fatto che in realtà decresce fino a zero 
soltanto a distanze —È, dalla superficie; tali distanze sono considerate come 
trascurabilmente piccole nella teoria di Ginzburg-Landau. 

Di fatto, la condizione (45,15) è dedotta qui per la frontiera fra un super- 
conduttore e il vuoto. Essa resta valida anche per la frontiera con un dielettrico, 
ma per la frontiera di separazione fra metalli diversi (di cui uno è supercondut- 
tore e l’altro normale) essa è inapplicabile in quanto non tiene conto dell’ effetto 
di penetrazione parziale degli elettroni superconduitori nel metallo normale. 
In questo caso la (45,15) va sostituita con una condizione di forma più generale 
compatibile con la condizione nj = 0: 


n (inv È AW j=, (45,152) 


dove 4 è una costante reale (della dimensione di una lunghezza); la stima dì 
questa costante richiede uno studio microscopico più dettagliato. 
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segue la continuità della componente normale dell’induzione Bp. 
In altre parole, le condizioni al contorno richiedono la continuità di 
tutto il vettore B. 

In un campo magnetico debole si può trascurare la sua influenza 
su | |? e supporre |yw|? uguale al valore (45,6) costante lungo 
il corpo. Allora la sostituzione della (45,14) nella (45,13) (e l’applica- 
zione successivaî dell'operazione rot ad ambedue i membri del- 
l'equazione) conduce all’equazione dei London (44,11) con profondi- 
tà di penetrazione 


mce?b 1/2 me2b 1/2 
S= e Bnez jal lal = Breta rp] (45,16) 


Accanto a questa misura, le equazioni di Ginzburg-Landau con- 
tengono ancora una lunghezza caratteristica: il raggio di correlazio- 
ne delle fluttuazioni del parametro d’ordine w (in assenza di campo); 
indichiamolo con È (7). In accordo con le note formule della teoria 
delle fluttuazioni (si veda V, $ 146) questo raggio si esprime median- 
te i coefficienti nell’energia libera (45,3) nel seguente modo: 


h hi 
s(7)= 2(m | a |)? — 2 may PT) (45,17) 


Le lunghezze caratteristiche (45,16-17) permettono di definire 
l’ordine di grandezza delle distanze alle quali cambiano sostanzial- 
mente il parametro d'ordine p e il campo magnetico descritti dalle 
equazioni di Ginzburg-Landau. In questo caso ia lunghezza è è 
caratteristica, in generale, per il campo magnetico e la lunghezza 
È (7) per la distribuzione di w. Queste due lunghezze devono essere 
grandi rispetto alle « dimensioni della coppia » o, affinché sia veri- 
ficata l'ipotesi che la variazione di tutte le grandezze nello spazio sia 
sufficientemente lenta. Poiché ambedue le lunghezze crescono 
all'avvicinarsi al punto di transizione (secondo la legge (T, — 7)-W?) 
allora nel suo intorno questa condizione in generale è soddisfatta 
(si veda più avanti). 

Un: ruolo importante nella teoria esposta gioca il parametro di 
Ginzburg-Landau, definito come rapporto costante (indipendente dal- 
la temperatura) fra le due suddette lunghezze: 


_ SM ___ mob | 
=E = GR lela: (45,18) 


Come ordine di E x ~ Bo/È,, dove È, è la lunghezza di coe- 
renza (39,21) e 6, la profondità di penetrazione di London allo zero - 


assoluto.. Scriviamo anche la formula 
u=2V3-1eL H, (7)82(7), (45,19) 


che si-ottiene mediante le (45,9), (45,16) ed esprime x direttamente 
attraverso le grandezze osservate. 
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Dopo aver stabilito la forma delle equazioni, studiamo ora il 
dominio della loro applicabilità. 

Dal lato delle basse temperature questo dominio è limitato 
comunque dalla condizione T, — T< T, che permette di supporre 
piccolo il parametro d’ordine e che è alla base di tutto lo sviluppo 
eseguito dell’energia libera. La stessa condizione permette di ve- 
rificare la disuguaglianza Ẹ (7)> È, ma per verificare la disugua- 
glianza ô (7)> È, la condizione risulta più rigida nel caso di super- 
conduttori con piccoli valori del parametro x 1); in questi casi dalla 
disuguaglianza $> &, deriva la condizione 


Ta — TX To (45,20) 


Dal lato di 7 + T, il dominio di applicabilità delle equazioni 
è limitato soltanto dalla condizione generale di applicabilità della 
teoria delle transizioni di fase di Landau, legata alla crescita delle 
fluttuazioni del parametro d'ordine. Tuttavia, nel caso considerato 
questa condizione risulta estremamente debole. Infatti, essa si e- 
sprime mediante i coefficienti dello sviluppo (45,3) con la disugua- 
glianza 

b2T3 
T.—=T > a (haf m)? 

(si veda V (146,15)). Stimando, ad esempio, l’espressione a secondo 
membro mediante i valori di b e œ nel modello BCS, otteniamo 


(Te — T) Te> (Tdu)t (45,21) 


Essendo estremamente piccolo il valore T./p ~ 10-10-41, si può 
supporre che questa condizione sia praticamente verificata fino al 
punto stesso di transizione. Quanto al dominio di fluttuazioni per 
la transizione di seconda specie fra le fasi superconduttrice e norma- 
le, praticamente esso non esiste. 


PROBLEMA 


Per una pellicola piana di spessore d « È, è trovare il valore critico del 
campo magnetico (parallelo al piano della pellicola) che distrugge la super- 
«conduttività (V. L. Ginzburg, L. D. Landau, 1950) 3). 

Soluzione. Consideriamo il piano mediano della pellicola quale piano zz 
con l'asse z diretto lungo il campo. Nell’equazione (45,13) per il campo B = 
= B, (y) (variabile lungo l’asse y trasversale alla pellicola) si può supporre 


1) A titolo d'esempio diamo i valori di x per alcuni metalli puri; Al — 0,041; 
Sn — 0,13; Hg — 0,16; Pb — 0,23 
3) Problema analogo a quello per una sferetta; si veda al $ 47. 
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= costante. Allora il primo termine nell'espressione della corrente (45,14) 
scompare e l'applicazione dell'operazione rot conduce all’equazione B” = 
= 0°8/62, dove © = y/ e p2 = |a |/b. La soluzione di questa equazione 
simmetrica rispetto a y è 


ch WD _ y? — (4/2)? 
Bu=o -aay = l eee] 


($ è il campo esterno). A questo campo corrisponde la distribuzione di cor- 
rente . 


s s c DI 
j=j:=-—-r B' yx 


Zn ndo ” 


Quanto all’equazione (45,12), qui non si può trascurare completamente la 
dipendenza di p da y: la piccola derivata 4%p/ay? va moltiplicata in effetti 
er A°/m|a|- È e quindi acquista (in virtù della condizione d « È) un 
attore grande (Ẹ/d)?; al tempo stesso, in questa equazione si può trascurare il 
potenziale A = A, (y) che implica qui termini infinitesimi di ordine superiore 
in d/È. Per evitare la necessità di tener conto della dipendenza di p da y, consi- 
deriamo la media dell'equazione (45,12) rispetto allo spessore della pellicola; ` 
in questo caso le derivate rispetto a y scompaiono in virtù della condizione al 
contorno ôŅp/ðy = 0 sulla superficie della pellicola. Osserviamo anche che 


dp mj 2 
-~ I. P 


in virtù della dipendenza della fase della funzione p. da z (e del legame del 
suo gradiente con la corrente). Otteniamo quindi, dopo la semplificazione per p, 


72 
store lel +e Itl, 


dove 
1 Ue 202040? 
pat 2 dy= LETO 
ar | P dU= genji di - 
=d/2 


Utilizzando anche le espressioni (45,9) e (45,16) arriviamo all’equazione 


a (Te. 


che definisce il valore di per la pellicola nel campo magnetico. Il valore critico 


HS del campo per la pellicola è quello per cui w si annulla. Esso è legato 
al campo critico 7 di un superconduttore massiccio dall’uguaglianza 


HLD VA H.d/d. 


La distruzione della superconduttività da parte del campo nelle condizioni 
considerate si produce con una transizione di fase di seconda specie: p si annulla 
al crescere di © con continuità. Ciò è del tutto naturale, in quanto per d & ô 
il campo penetra di fatto nella pellicola superconduttrice, cosicché non esistono 
ragioni per una transizione di prima specie, che significherebbe una penetra- 
zione improvvisa del campo nel corpo. i 
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$ 46. Tensione superficiale sulla frontiera 
fra le fasi superconduttrice e normale 


Le equazioni di Ginzburg-Landau permettono di calcolare, in 
particolare, la tensione superficiale sulla frontiera fra le fasi super- 
conduttrice (s) e normale (n) (in un medesimo campione), legandola a 
grandezze che caratterizzano le proprietà volumetriche della mate- 
ria (V. L. Ginzburg, L. D. Landau, 1950). Ricordiamo che tali fron- 
tiere esistono in campioni metallici che si trovano nel cosiddetto 
stato intermedio in un campo magnetico. Poiché tutta la distinzio- 
ne fra le fasi si riduce al fatto che in una di esse y #0 e nell’altra 
w = 0, la transizione fra esse si compie in modo continuo in un cer- 
to strato e viene descritta dalle equazioni di Ginzburg-Landau con 
condizioni al contorno imposte soltanto a grandi distanze da ambedue 
i lati di questo strato. 

Consideriamo la frontiera di separazione piana fra le fasi s e n 
del metallo. Considerando questa frontiera quale piano yz, dirigia- 
mo l’asse x all’interno della fase s; la distribuzione di tutte le grandez- 
ze in ambedue le fasi dipende unicamente dalla coordinata x. 
Al potenziale vettoriale del campo, la cui scelta rimaneva ancora 
non univoca, imponiamo la trasformazione di gauge, in cui div A = 
= 0; nel caso considerato, ciò dà dA „/dx = 0, da cui si vede che si 
può porre A, = 0. È evidente da considerazioni di simmetria che 
il vettore A giace ovunque nello stesso piano; supponiamo che sia 
il piano xy in modo che A, = A; allora il vettore induzione giace 
¿nel piano zz e, inoltre, 


B =B, = A' (46,1) 


(l'apice qui indica la derivazione rispetto a z). 
In seguito, riscriviamo l’equazione (45,13) nella forma ordinaria 
in elettrodinamica macroscopica rot H = 0 e introduciamo l’inten- 
sità del campo H secondo t) 


H = B — 4nM, crt M =j.. 


Da questa equazione segue nel caso considerato che H = costante. 
Lontano dalla frontiera di separazione, all’interno della fase norma- 
le, induzione e intensità coincidono e sono uguali esattamente al va- 
lore critico: B = H = H, (trascuriamo la suscettività magnetica 
della fase normale). Pertanto in tutto lo spazio sarà H = H, = H.. 

Trascurando la variazione della densità della sostanza per tran- 
sizione di fase superconduttrice, la supporremo costante (assieme 


1) A scanso di equivoco ricordiamo che l’osservazione in VIII, $ 44 sul- 
l’inopportunità di introdurre la grandezza H si riferiva all’elettrodinamica dei 
superconduttori, in cui il dominio di penetrazione del campo magnetico è sup- 
posto come infinitamente sottile. Le equazioni di Ginzburg-Landau sono appli- 
cabili proprio alla struttura di questo dominio. 
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alla temperatura) lungo tutto il corpo 1). Indichiamo con f l'energia 
libera dell'unità di volume (a differenza dell'energia libera totale 
F del corpo intero). Per temperatura e densità costanti e trascurando 
gli effetti superficiali, il differenziale vale 


df= dB (46,2) 


(si veda VIII, $ 30). Di qui si vede che la condizione supplementare 
di costanza di B condurrebbe per le condizioni suindicate anche alla 
costanza della grandezza 


f=-{- 3. (46,3) 


Pertanto tutto il contributo nell’integrale 7 = {Fav proveniente 


dalla parte variabile di F è condizionato unicamente dall’esistenza 
della frontiera di separazione. Riferendo questo contributo all'unità 
di area della frontiera possiamo, quindi, calcolare il coefficiente 
di tensione superficiale come l’integrale 


ans= | în) de (46,4) 


dove la costante fr, rappresenta il valore di f lontano dalla frontiera 
di separazione, all’interno della fase normale, ad esempio. ` 
Per la fase normale l'energia libera vale fn = fno + Br = 

= fno + H?/8x in modo che 

Fe ‘ H? H? a2 

fn=fa— 77 “fro ga = fno y 
(nell'ultima uguaglianza si è tenuto conto dell'espressione (45,9)). 
La grandezza f in un punto arbitrario si esprime in funzione della 
densità dell’energia libera f come segue: 


rag HB 
f=f- = . 


Ricorrendo ora all’espressione (45,10) troviamo la seguente formula 
esprimente la tensione superficiale: 


an= | {E+E (vpi 2100) + 


+alwP+3 lele + }doo (46,5). 


. ) A rigore, è costante il potenziale chimico (e non la densità) in equilibrio 
di fase, Tenendo conto della variazione della densità, si dovrebbe considerare 
perciò non l’energia libera, ma il potenziale termodinamico Q. 
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Come doveva, l’espressione integranda si annulla sia all’interno del- 
la fase normale (z —>— — œ), dove p = 0 e B = H., sia all'interno 
della fase superconduttrice (z + co), dove |p |? = —a/beB = 


Osserviamo che dall’espressione integranda nella (46,5) è scom- 
parso il termine iAVy in seguito all uguaglianza A, = 0. Lo stes- 
so termine scompare dalla (45,12) in modo che rimane un'equazione 
a coefficienti reali; pertanto la soluzione di questa equazione può 
essere considerata reale, come si è supposto più avanti. In questo 
caso dall’espressione della densità di corrente (45,14) scompare il 


primo termine e rimane 


j=>—- pa. (46,6) 


Inoltre, introduciamo al posto della variabile x e delle funzioni 
A (z), + (x) le grandezze adimensionali 


-_ x > b 7_A z d B 
=$. J= p Aaa: Pre N 
Più avanti in questo paragrafo ci serviremo soltanto di queste gran- 


-` dezze omettendo per brevità i trattini sopra le lettere. In queste va- 
riabili l’equazione (45,12) diventa 


v=x[(T-1)v+w]. (46,8) 
L'equazione (45,13) con j dalla (46,6) si riduce invece alla forma 
A" = Awp?. (46,9) 


Le condizioni al contorno per queste equazioni nel problema con- 
siderado (corrispondenti alle fasi n e s per z—»— œo e z-+ co) 
sono 


p = 0, B = 4'=1 per z = — œ, 
Ņp=141, d'=0 per x = œ. (46,10) 
i È facile provare che le equazioni (46,8-9) hanno come integrale 
primo 
2x-p"2 + (2 — A?) p? — pt + A"? = costante = 1; (46,11) 


il valore della costante è determinato in base alle condizioni al con- 


°° torno 1). 


1) Dalla condizione (46,10) segue automaticamente che per z + + co anche 
p’ = 0, mentre le stesse condizioni e l'equazione (46,9) mostrano che per z + oo 
A" = 0 e A = 0 (la determinazione del valore A (00) si ottiene come risultato 
della scelta di w reale). 
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Infine, l’espressione (46,5) assume la forma 


ns = 


ôH: ® x 
= f [3 pH (A2) pH wt+ 


+(4'—1)? | dz = SE f Zp (a —1)] dz (46,12) 


` 


(nel passare alla seconda uguaglianza il termine «4 è preso dalla 
46,11)). 

Studiamo le uguaglianze scritte. Consideriamo dapprima il caso 
x< 1 (che si verifica normalmente in metalli superconduttori puri). 
Questa disuguaglianza significa che 
6 (T) < È (7), cioè che il campo ma- 
gnetico cambia sostanzialmente a di- 
stanza piccola rispetto alla distanza 
caratteristica di variazione della fun- 
zione w (z). 

La fig. 6 rappresenta schematica- 
mente il quadro della distribuzione 
del campo e di p in questo caso. Nel 
dominio in cui il campo è grande si 
ha p 0 e in seguito il campo cala 
bruscamente, mentre in assenza di campo la funzione Ņ (x) comincia 
a variare lentamente (a distanze z~ 41/x). Ponendo A = Q nella 
(46,11) troviamo l'equazione 


che deve essere risolta per la condizione p = 0 nel punto z = 0 
scelto all’interno del dominio di smorzamento del campo. Questa 
soluzione è 


p= th (xz/ V2), (46,13) 
e il calcolo dell’integrale (46,12) con questa funzione (e A = 0) dà 
Hö H 1,96 


Une g Ea T n A 

L'errore in questo valore è causato dal fatto che abbiamo tra- 
scurato il contributo portato all’integrale dal dominio in cui il campo 
decresce. Per stimare la larghezza è, di questo dominio 1) osservia- 


1) Sottolineiamo che questo dominio non coincide con la profondità di 
penetrazione del campo nel superconduttore dal vuoto! Nell'ultimo caso si 
a = 1 nel dominio di penetrazione del campo, mentre per penetrazione 
dalla fase n il campo cala nel dominio degli + piccoli. 
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mo che, da una parte, si ha ô? ~ p? in accordo con l’equazione (46,9). 
D'altra parte, la formula (46,13) deve sussistere, come ordine di 
‘grandezza, anche sulla frontiera del dominio x ~ ô, da cui po xô. 
Da queste due relazioni ricaviamo è, ~ *-1/?. Quanto al contributo 
portato da questo dominio alla tensione superficiale, esso vale 
~ H?$x-!?, cioè è piccolo rispetto alla (46,14) soltanto nel rappor- 
to~ x12 (cosicché la precisione della (46,14) è relativamente scar- 
sa). 
All’aumentare del parametro x il coefficiente di tensione super- 
ficiale passa per lo zero e diventa negativo. Ciò si vede già dal fatto 
che la disuguaglianza ans < 0 si verifica in ogni caso per valori suf- 
ficientemente grandi di x. Infatti, le distanze caratteristiche di va- 
riazione della funzione (x) in questo problema non possono essere 
inferiori a quelle di variazione di A (x) poiché la variazione stessa 
di A implica quella di p; perciò per x grande si può trascurare il 
termine ’?/x? sotto il segno di integrale nella (46, 12), e poiché 
0ZA'<1 (cioè 0<B<H, in unità ordinarie) l’espressione 
integranda diventa negativa. Mostriamo che l’annullamento di 
ns Si produce per il valore 


x=1/V2. (46,15) 
A tale scopo riscriviamo l’espressione per ans nella forma 


Gin e | [(4'—1)? — yi] dz (46,16) 


-0 


(che si ottiene dal primo integrale nella (46,12) integrando per parti 
il termine y'?, con la sostituzione successiva di p” ottenuto dalla 
(46,8)). L'integrale si annulla a priori se sarà identicamente nulla 
l’espressione integranda, cioè se si avrà 


A-4=- (46,17) 


(il segno opposto è impossibile in questa uguaglianza, poiché il 
campo B = A’ deve decrescere al crescere di x). Eliminando Yọ 
dalle (46,17) e (46,9) troviamo l'equazione 


dd =); (46,18) 


la cui soluzione (con le condizioni al contorno A’ = 1 per x = — œ 
e A = 0 per x = œ) determinerà la distribuzione del campo; in 
virtù della (46,17) le condizioni al contorno (46,10) per w si verifica- 
no automaticamente in questo caso. Senza risolvere effettivamente 
l'equazione (46,18), è sufficiente notare che per x? = 1/2 verrà sod- 
disfatta automaticamente anche l’equazione (46,8), ancora non uti- 
lizzata, ovvero, il che è lo stesso, il suo integrale primo (46,11). 
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Sostituendo la (46,17) nella (46,9) otteniamo yw' = — AŅ/2; que- 
sto valore di w’, assieme con A’ dalla (46,17), verifica identicamen- 
te l'uguaglianza (46,11) con x? = 1/2. 


PROBLEMA 


Per un superconduttore con parametro x « 4 trovare la prima correzione 
rispetto al campo alla profondità di penetrazione in campi deboli. 
Soluzione. Consideriamo la superficie del superconduttore quale piano yz, 
con l’asse z lungo la direzione del campo esterno $ e dirigiamo l’asse x all’inter- 
no del corpo. La distribuzione del campo e di y nel superconduttore è data 
dalle equazioni (46,8-9), che si devono risolvere con le condizioni al contorno 
y=0, B=A4'=9$ per x=0, 
p= 1, =0, per z= co 


(la prima di esse è la condizione (45,15)). Cerchiamo la soluzione nella forma 
p= 1 +y (2), A=— ġest + A (2), 
dove w, e A; sono due piccole correzioni alla soluzione per x = 0, corrispon- 
dente allo smorzamento del campo secondo la legge di London (44,13). Per la. 
correzione ‘p, abbiamo la seguente equazione: 
i= Be +4 ageman, 


da cui, tenendo conto delle condizioni al contorno, ricaviamo 


v=+ xp i 73 u$eT vy? we, (1) 


Scriviamo ora per: A; l’equazione 

l AS = A — 206%), 
dove per p, bisogna porre soltanto il secondo termine del primo ordine in x 
dell'equazione (1). Tenendo conto della condizione al contorno (A{ = 0 per 
x = 0) e trascurando i termini di ordine superiore in x nei coefficienti, se è pos- 
sibile, otteniamo 


á= -5 08 [(1+x Y 2) exe 0t v2 sa! (2) 


Abbiamo trovato così le correzioni alla legge di smorzamento del campo all’inter- 
no del superconduttore. Introduciamo la profondità efficace di penetrazione 
Serr in base alla definizione 
Led tÙ 
Herr = | B (@) dz= —4 0)=9— 41 0). 
0 : 


Tornando alle unità usuali, dalla (2) ricaviamo 


ser=s(1+757 (4) 
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$ 47. Due specie di superconduttori 


Il segno della tensione superficiale an; influisce notevolmente 
sulle proprietà dei superconduttori. Ciò permette di dividere tutti 
i superconduttori in due categorie: superconduttori di prima specie 
con ans œ> Q e di seconda specie con ans < 0. Poiché il segno di ans è 
dato dal valore del parametro di Ginzburg-Landau x, allora ai pri- 
mi corrispondono (in prossimità di 7.) i valori x<4/V2 e ai se- 
condi x >1/V2 1). 

Consideriamo un superconduttore cilindrico massiccio in un campo 
magnetico longitudinale esterno $. Se il superconduttore è di prima 
specie, allora al crescere del campo esso è soggetto a una transizione 
di fase di prima specie allorché il campo raggiunge il valore critico 
H.. L’azione della tensione superfi iale tende in questo caso (come 
per ogni transizione di fase di prima specie) a rendere più difficile 
la formazione dei primi embrioni della fase nuova e quindi a una 
possibile conservazione metastabile della fase s in campi alquanto 
superiori a H.. 

Se invece il superconduttore è di seconda specie, allora già prima 
che il campo raggiunga il valore critico H, in esso può essere termo- 
‘dinamicamente vantaggiosa la comparsa di « infiltrazioni » della 
fase n; l’aumento dell'energia volumetrica viene compensato dal- 
l'energia negativa della superficie di tale embrione. La frontiera 
inferiore dei valori del campo, per cui ciò diventa possibile, si suole 
indicare con H, e chiamare campo critico inferiore. Analogamente, 
iniziando da un metallo allo stato normale, con un campo esterno 
‘grande arriviamo a un certo valore H.a >H. (campo critico supe- 
riore) oltre il quale è termodinamicamente vantaggiosa la comparsa 
di « infiltrazioni » della fase s, di nuovo grazie all’energia negativa 
delle frontiere. Quindi, in un determinato intervallo di campi, 
Ha << H.a il superconduttore si trova, come si suol dire, 
nello stato misto 2). Le sue proprietà in questo stato cambiano gradual- 
mente dallo stato superconduttore puro per H., a quello normale 
puro per H,.; al tempo stesso, si assiste a una penetrazione graduale 
in esso del campo magnetico. Per quanto riguarda il valore H., 
determinato soltanto dal rapporto fra le energie volumetriche delle 
fasi z e s, esso di per sé non presenta alcun interesse particolare in 
questo caso. 

I due campi critici dipendono, ovviamente, dalla temperatura 
e si annullano per T = T,. Ciò conduce al diagramma di fase per 


1) Ai superconduttori di prima specie appartengono gli elementi metallici 
puri. Di seconda specie sono le leghe superconduttrici. L. D. Landau è stato 
il primo a supporre che nelle leghe x > 1/y È. 

2) Non confondere questo stato con quello intermedio dei superconduttori 
di prima specie. che sorge per certe configurazioni del campione e del campo 
magnetico esterno! 
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i superconduttori di seconda specie, rappresentato nella fig. 7 (cir- 
ca la curva tratteggiata su questa figura si veda più avanti). 

È possibile determinare il campo critico superiore (nei limiti del- 
la teoria di Ginzburg-Landau) anche senza dover precisare prelimi- 
narmente il carattere strutturale dello stato misto. È sufficiente no- 
tare che per campi alquanto più piccoli di 
Hea gli embrioni della fase s non possono 
avere che piccoli valori del parametro 
d'ordine p (è evidente che p +0 per 6 + 

ca). Per questa ragione lo stato di 
questi embrioni può essere descritto dalle 
equazioni di Ginzburg-Landau, linearizzate 
in p. Omettendo nella (45,12) il termine 
non lineare otteniamo l'equazione 


q (-ihv- Z A) y=lalw (47,4) 


dove con A si può intendere il potenziale Fig. 7 
vettoriale di un campo omogeneo & per 
p = 0, quando il corpo si trova nello stato normale e il campo 
esterno è completamente penetrato in esso. 

Ma, come forma, l’espressione (47,1) non è altro che l’equazione 
di Schrödinger per una particella di massa 2m e carica 2e in un campo 
magnetico, dove | a | funge da livello di energia; in entrambi i ca- 
si coincidono anche le condizioni al contorno: w = 0 all'infinito. 
Come è noto (si veda III, $ 112), il valore minimo dell’ ‘energia di una 
particella in moto in un campo magnetico omogeneo è E° = hoyl2, 
dove Og = 2 | e | 6/2mec (da questo valore inizia lo spettro conti- 
nuo di energie). Per analogia fra i due problemi, gli embrioni della 
fase s, descritti dall’equazione (47,1), possono esistere soltanto per 


la> Lg, 


in modo che il campo critico H.a = 2mc |a |/ |e |k. Le espressio- 
ni (45,9), (45,17-18) permettono di riscrivere questa formula come 
segue: 
Hom 2 xHe (47,2) 
(A. A. Abrikosov, 1952). 
La soluzione dell'equazione (47,1), con la condizione al contorno 
p = 0 posta all’infinito, corrisponde alla formazione dell'embrione 
della fase s, all’interno del campione lontano dalla sua superficie. 
Mostriamo che l’esistenza della superficie contribuisce alla forma- 
zione di embrioni, i quali, quindi, possono nascere in uno strato su- 


perficiale sottile già per 6 > H.a (D. Saint-James, P. G. De Gen- 
nes, 1963). 
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La soluzione dell'equazione (47,1), che descrive gli embrioni 
della fase s in prossimità della superficie del corpo (supposta pia- 
na), deve verificare su questa superficie la condizione al contorno 
ðŅp/ðxz = 0, dove x è la coordinata nella direzione della normale alla 
superficie (la condizione (45,15) per A, = 0). Per stabilire l’analogia 
quantomeccanica necessaria, ricordiamo che il problema suindicato 
del movimento delle particelle in un 
campo magnetico omogeneo è equivalen- 
te, a sua volta, al problema del movi- 
mento in una buca di potenziale para- 
bolica unidimensionale 


U=S7 ok (1— 1)’, 


u(x) 


dove x, è una costante corrispondente 
al «centro dell’orbita » (si veda III, 
Fig. 8 $ 112). Consideriamo ora una buca doppia 
composta di due buche paraboliche iden- 
- tiche é disposte simmetricamente rispetto 
‘al piano 2=0 (fig. 8). Allo stato fondamentale della particella in que- 
sto campo corrisponde la funzione d'onde w (x) non avente zeri e 
pari in x; questa funzione verifica automaticamente la condizione 
p = 0 per x = 0. Al tempo stesso, il livello fondamentale della 
particella in una buca doppia si trova sotto il livello in una buca sem- 
plice 1); trasferendo al problema degli embrioni ciò dimostra l’affer- 
mazione fatta sopra, secondo la quale la loro formazione è resa 
più facile in prossimità della superficie. 

Il calcolo numerico del livello nella buca doppia mostra che il 
suo valore minimo (a seconda del parametro x,) vale 0,59£,. Ripe- 
tendo i ragionamenti che conducono alla formula (47,2) troviamo che 
il limite superiore dei campi, in cui compaiono embrioni superficiali 
della fase s, giace in corrispondenza di Hes = H7:3/0,59, cioè 

Hes == 41,7Hos = 2,4xH,. (47,3) 


Quindi, nel dominio dei campi fra H., e Heg si produce il feno- 
meno della superconduttività superficiale; la frontiera di questo 
dominio è rappresentata dalla curva tratteggiata della fig. 7. Lo 
spessore dello strato superconduttore sulla superficie della fase nor- 
male è dell'ordine di grandezza di E (T). Questa stima si deduce fa- 
cilmente dalla stessa analogia quantomeccanica: la funzione d'onda 
deliafparticella nella buca di potenziale (al livello Æo) è concentrata 


nel dominio z ~ A/V mE;; la dimensione corrispondente dell’embrio- 


1) Ciò è dovuto alla diminuzione dell’energia potenziale nel semispazio 
x < Ô rispetto all'energia che si avrebbe in una buca semplice (curva tratteg- 
giata della fig. 8). Si veda, ad esempio, IiI, $ 50, problema 3. 
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| ne si ottiene sostituendo £, con |a |e (secondo la (45,17)) coincie 
de con Ẹ (7). 

Quanto detto sopra si riferisce ai superconduttori di seconda spe- 
cie. Ma i campi critici H., e H.3 così introdotti possono avere un 
significato fisico anche per i superconduttori di prima specie. 

Se x giace nell'intervallo 1/V 2 = 0,71 > x >0,59/V 2 = 0,42, 
allora Hes < He, ma H;3 > H.. Anche se la fase mista non compare: 
in questo caso, nell'intervallo di campi fra H, e H. esiste la super 
conduttività superficiale. 

Infine, il senso stesso della deduzione effettuata mostra che il 
valore di H., (47,2) determina (per ogni x) la frontiera superiore dei 
campi, nei quali è possibile la formazione di embrioni della fase s 
con w piccoli a piacere. Pertanto in un superconduttore di prima 
specie (nel quale H. < H.) nei campi $ < Hez la fase normale ter- 
modinamicamente svantaggiosa è assolutamente instabile. Nell’in- 
tervallo Hes < © < H., invece, la fase normale può esistere come 
metastabile: la transizione di fase di prima specie dalla fase n a 
quella s può prodursi in questo dominio soltanto per la formazione 
di embrioni della fase s con valori finiti di p; ma questa formazione 
è ostacolata dalla tensione superficiale positiva sulla loro frontiera 
(V. L. Ginzburg, 1956). 


PROBLEMA 


Definire il campo critico per una sferetta superconduttrice di piccolo 
ràggio R & ô (V. L. Ginzburg, 1958). 

Soluzione. In questo caso (così come nella pellicola sottile; si veda il pro- 
blema al $ 45) la distruzione della superconduttività avviene per transizione di 
fase di seconda specie. Si può trovare il campo critico per la sferetta come il 
valore al di sotto del quale la fase n perde di stabilità rispetto alla formazione 
di embrioni della fase s. Come nel testo, ciò si riduce alla ricerca dell’autovalore 
minimo dell'equazione di Schrödinger (47,1). Per la conduzione R < ô si può 
cercare questa soluzione applicando la teoria delle perturbazioni al campo ester- 
no; inoltre, la funzione d'onda imperturbata p è costante (l’embrione occupa 
tutto il volume della sferetta). Allora l'autovalore si definisce semplicemente 
come media dell'operatore di perturbazione (2eA/c)?/4m (per p = costante la 
media dell'operatore (ief/mc) (AV) è nulla). Inoltre, il potenziale vettoriale 
del campo omogeneo deve essere considerato nella forma A = [@r]/2; proprio 
con questa trasformazione di gauge la soluzione w = costante soddisfa sulla 
superficie della sferetta la condizione al contorno (45,15), la quale richiede che 
nA = 0. Calcolando la media otteniamo i 


e 263 e02R3 
arca Es E, 
E= 4me? 3 pur 410me? * 
Il campo critico è definito (come nel testo) dalla condizione E = |a | che 


conduce .al seguente risultato: 


H fe) yV 20 H.8/R. 
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L'applicabilità della teoria delle perturbazioni è confermata qui dal fatto 


che il valore ottenuto di Z, (per © = H(S°®”)), per la condizione R < ô è effet- 
tivamente piccolo rispetto all'autovalore seguente, che corrisponderebbe alla 
funzione d'onda variabile nel volume della sferetta e avrebbe un ordine di 
grandezza di %?/mR?. 


$ 48. Struttura dello stato misto 


Consideriamo di nuovo (come al paragrafo precedente) un campio- 
ne cilindrico di superconduttore di seconda specie, collocato nel cam- 
po magnetico longitudinale $. Precisiamo quale è la struttura dello 
stato misto, in cui il corpo si troverà, in campi che superano solo 
di poco il campo critico inferiore He !). 

In questo caso, nella fase fondamentale superconduttrice sono 
infiltrati embrioni della fase normale. Per ottenere il massimo van- 
taggio termodinamico, essi devono avere (per tensione superficiale 
negativa!) la superficie più grande possibile. È naturale perciò una 
struttura in cui gli embrioni della fase n siano filamenti sottili paral- 
leli alla direzione del campo. In prossimità di queste curve (che si 
chiamano di vortice) sono concentrati sia il campo magnetico pene- 
trante nel corpo, sia le correnti anulari superconduttrici che le ab- 
bracciano. 

Quanto più vicino a H., è il campo esterno, tanto più piccolo è 
il numero di questi filamenti e più grande la distanza fra di essi. 
Quando quest’ultima è sufficientemente grande, sono applicabili 
alle curve di vortice le considerazioni esposte alla fine del $ 44, 
secondo le quali il flusso magnetico totale concentrato in prossimità 
di una curva deve essere un intero multiplo del quanto elementare 
di flusso Ø, = nàc/ |e |; vedremo più avanti che termodinamica- 
mente più vantaggiose sono le curve di flusso il più piccolo possibile, 
ossia con il solo Jo. La finitezza di Zi pone un limite alla divisione 
ulteriore degli embrioni della fase normale. 

Quando il campo esterno, partendo da piccoli valori, raggiunge 
il valore H., nel cilindro compare una curva di vortice. Scriviamo 
l'equazione termodinamica che determina questo momento, tra- 
scurando dapprima la struttura della curva stessa e tenendo conto 
soltanto della circostanza che a questa struttura è legata una certa | 
energia (positiva!); indichiamo con g questa energia riferita all'unità 
di lunghezza della curva (essa verrà calcolata in seguito). 

È evidente che in un corpo cilindrico sito in un campo esterno 
longitudinale l’induzione B sarà ovunque diretta anch'essa lungo 
l'asse del cilindro. Lo stesso vale per l'intensità macroscopica del 
campo H = B — 4nM, introdotta al $ 46. Allora dall’equazione 
rot H=0 segue che H è costante lungo la sezione del cilindro (e qnindi 


1) I risultati esposti in questo paragrafo (e nei problemi) appartengono ad 
Aes A. Abrikosov (1957). 
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in tutto il suo volume); in virtù della condizione al contorno, se- 
condo la quale la componente tangenziale di H è continua, questo 
valore costante coincide con il campo esterno: H = @. Quindi, dob- 
biamo considerare l’equilibrio termodinamico del corpo per volume, 
temperatura e intensità del campo H dati. Questo equilibrio si veri- 


fica per la condizione che il potenziale termodinamico F rispetto alle 
suddette variabili sia minimo (si veda VIII, $ 30). Supponiamo che 


È, sia questo potenziale per il cilindro superconduttore (poiché 
B=0 nella fase superconduttrice, allora F, coincide con l'energia 


libera 74). Allora il potenziale F per il cilindro con una curva di vor- 
tice sarà 


P=P,+Le— l HB v=F,+Le -$ | BdV. 


Il termine Le è l'energia libera della curva (L la lunghezza della 
curva coincidente con quella del cilindro) e l’ultimo termine di- 


stingue il potenziale È dall'energia libera F. Poiché l’induzione B 
nel corpo è concentrata soltanto in prossimità della curva di vortice, 


allora |B dV = LØ, dove Do è il flusso di induzione attraverso 
la sezione della curva. In tal modo 


FT +1 LR. (48,1) 


La comparsa delle curve di vortice diventa termodinamicamente 
vantaggiosa quando l'aggiunta a F, si fa negativa. Uguagliando a 


zero questa aggiunta troviamo, quindi, il valore critico del campo 
esterno 


Ha = 4nel ðo. (48,2) 


Consideriamo ora la struttura di una singola curva di vortice. 
Ci limiteremo qui al caso importante in cui 


“>í, (48,3) 


ossia ô`ẹ È. La lunghezza È definisce l’ordine di grandezza del rag- 
gio del « midollo » della curva in cui | w |? varia da zero (corrispon- 
dente allo stato normale sull’asse del filo) a un valore finito corri- 
spondente alla fase fondamentale s; a grandi distanze r dall’asse del 
filo | p |? resta costante !). Quanto all’induzione B (r), essa varia 
più lentamente e si smorza soltanto a distanze r~ è> £. In altre 


1) In questo paragrafo la lettera r indicherà la coordinata cilindrica, ossia 
la distanza dall’asse. 
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parole, tutto il flusso magnetico attraversa essenzialmente il domis 
nio esterno al «midollo» della curva, dove | y |? = costante 
(fig. 9). 

L'ultima circostanza permette di utilizzare l'equazione dei 
London (ricordiamo che la sua applicabilità non è legata alla vici- 
2 nanza della temperatura a 7.) per tro- 
lyi vare la distribuzione del campo. Per 
attribuirle la forma necessaria qui, ri- 
scriviamo anzitutto la formula (44,7), 
che stabilisce la relazione fra la densità 
della corrente superconduttrice e la fase 

della funzione d'onda: 


E A+8r0tB=£Lv®, (48,4) 


B(r) introducendovi la profondità di pene- 


trazione è ed esprimendo j mediante 

l’induzione nel seguente modo: j = c rot 

B/4n. All’approssimazione dei London 

: corrisponde la supposizione ô = co- 

<=» > %/ stante. Integriamo l'uguaglianza (48,4) 

ê su un contorno chiuso C che circon- 

Fig. 9 da il filamento e passa a distanze 

r> È dal suo asse. Trasformando l’inte- 

grale di A secondo il teorema di Stokes in integrale di superfi- 
cie, costruita sul contorno C, otteniamo 


f Bdt +8? $ rot Bal = Øo; (48,5) 


trasformando nello stesso modo anche il secondo integrale, scrivia- 
mo 


f (B +ô?rot rot B) df = Zi; (48,6) 


a secondo membro abbiamo il valore minimo possibile (diverso da 
zero) corrispondente all'incremento della fase solo di 27. Se il con- 
torno C passa a distanze r> ô dalla curva, alle quali si possono sup- 
porre ormai inesistenti campo e correnti, il secondo integrale nella 
(48,5) può essere omesso; allora si vede che Ø, coincide con il flusso 
totale di induzione, concentrato attorno a una curva di vortice iso- 
lata. L’asse stesso del tubò rappresenta una curva singolare, il cui 
aggiramento cambia la fase della funzione d'onda. i 
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Poiché l'uguaglianza (48,6) deve essere verificata per ogni con- 
torno C (soddisfacente alle dette condizioni), da essa segue che deve 
essere 


B + ô? rot rot B = B — 8°AB = Do (r), (48,7). 


dove r è il raggio vettore bidimensionale nel piano della sezione 

trasversale della curva di vortice. La scrittura del secondo membro 

di questa equazione sotto forma di funzione è significa che le di- 

stanze —È sono supposte qui nulle. In tutto lo spazio, ad eccezione 
della linea r = 0, l’espressione (48,7) coincide con l’equazione dei 

London (44,11), ma per la descrizione della curva di vortice occor- 

re una soluzione con singolarità per r = 0. 

La distribuzione del campo alle distanze r dall’asse nel domi- 
nio $>r> E può essere trovata direttamente mediante la (48,5). 
Consideriamo come contorno C una circonferenza di raggio r in 
questo dominio. Il flusso di induzione attraverso questo contorno 
(il primo termine a primo membro dell'equazione (48,5)) costituisce 
solo una piccola parte di tutto il flusso magnetico, cioè la sua 
quota -—(r/8)?, che trascuriamo. Nel secondo termine dl è con- 
tenuto l'elemento di lunghezza della circonferenza, e poiché il 
vettore B è diretto lungo l’asse z (sistema di coordinate cilindriche 
Mo come asse l’asse del filamento) e dipende soltanto da r, al- 
ora 


ôB; dB 


ðr © dr 


l[VB]= [ly] B= — 


(1 è il vettore unità della tangente alla circonferenza). In tal modo 
otteniamo l’equazione 


dB s 
lrot B= -T r, (48,8) 

da cui 
B(r)=£ Int, E<&r<8. (48,9) 


Dato il carattere logaritmico di Per ‘dipendenza il limite di 
integrazione superiore (sul quale deve essere B = 0) può essere posto 
coincidente con la frontiera superiore del dominio considerato 
delle distanze r. 

Per estendere la distribuzione testé ottenuta al dominio r > ô, 
ricorriamo all’equazione (48,7) applicabile per tutte le distanze 
r> È. Sviluppando l'operatore di Laplace in coordinate cilindri- 
che (tenendo conto che B = B, (r)), riscriviamo l'equazione (per 
r Æ 0) nella forma 


B"+1 B'+8-B=0. 
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La soluzione di questa equazione decrescente per r + co è 
B (r) = costante- Ko (r/8), 


dove X, è la funzione di Macdonald (funzione di Hankel di argo- 
mento immaginario). Il coefficiente costante va definito mediante 
una «cucitura » con la.soluzione (48,9): utilizzando cioè la nota 
espressione limite Kọ (z) = In (2/zy) perz<1(y= e = 1,78). In- 
fine, abbiamo 


B(r) = K, ( #) , Td. (48,10) 


Mediante la nota espressione asintotica Ko (2) œ (n/2z)/?e-" per 
Z-+ œ, in particolare, ricaviamo di qui la legge di smorzamento 
del campo lontano dall’asse del tubo: 


—_—_ Do -r/8 
BO e 1 (48.11) 


Badiamo all’analogia evidente fra le proprietà delle curve di 
vortice nei superconduttori e nell’elio liquido ($ 29). In ambedue 
i casi si tratta di linee singolari, aggirando le quali la funzione 
d'onda condensata cambia di fase. Alle traiettorie circolari del 
movimento superfluido attorno alle curve di vortice neli’elio li- 
quido corrispondono le correnti anulari nel superconduttore; nel 
primo caso la velocità superfluida v, decresce secondo la legge 1/r, 
e nel secondo caso secondo la stessa legge decresce la densità di 
corrente superconduttrice 

P e 

j=] rot B=- e. (48,12) 
Questa coincidenza è del tutto naturale, poiché in ambedue i 
casi queste leggi sono conseguenza diretta dell’esistenza della cur- 
va singolare. Ma, al tempo stesso, nell’elio liquido la suddetta 
dipendenza v, (r) si estende a distanze qualsiasi; nel superconduttore 
la decrescenza di j (r) per rœ ô diventa esponenziale. Questa di- 
stinzione è dovuta al fatto che il liquido elettronico è carico: 
il movimento delle particelle cariche crea un campo magnetico 
che, a sua volta, serve da schermo al campo (se facciamo tendere 
a zero la carica e delle particelle, la profondità di penetrazione 
ô -> 00). i 

Ora possiamo calcolare l'energia libera della curva di vortice. 
Il contributo in essa proveniente dal dominio dello spazio al- 
l'esterno del « midollo » (r> È) è dato dagli integrali estesi a 
questo dominio: 


Foura =y | Bev +È f (ot Bav. (48,13) 
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Infatti, facendo variare questa espressione in B (per temperatura 
data, cioè per ô dato), otteniamo immediatamente l’equazione dei 
London (48,7) (per r 0) 1). Il secondo integrale nella (48,13), 
divergente logaritmicamente su ambedue i confini del dominio 
ôr É, è grande rispetto al primo. Sostituendovi | rot B | dal- 
l’espressione (48,8) otteniamo l’energia dell'unità di lunghezza della 
curva: 


gia (E) mt. (48,14) 


Questa espressione ha precisione logaritmica, vale a dire che si suppo- 
ne non soltanto 6/È > 1, ma anche In (5/E)> 1; è con questa preci- 
sione che si può trascurare il contributo in e da parte del « midollo » 
della curva. 

In particolare, il risultato (48,14) dà la possibilità di dare un'’in- 
terpretazione corretta all’affermazione fatta sopra, secondo la quale 
la comparsa di curve di vortice con flusso magnetico di valore minimo 
è termodinamicamente vantaggiosa. Infatti, poiché l'energia libera 
della curva è proporzionale al quadrato del flusso magnetico con- 
catenato alla curva, allora per una curva di flusso nZy l'energia 
avrebbe il fattore n?; invece la disintegrazione di una tale curva in 
n curve di flussi Øo fornisce un incremento di energia di z volte. 

Sostituendo la (48,14) nella (48,2) otteniamo il valore del campo 
critico inferiore 


0 ô N 
Ha =r Inp. (48,15) 


Per T + 7, si può riscrivere questa espressione, tenendo conto della 
(45,19), nella forma ?) 


Po peo; gipo A (48,16) 


Man mano che il campo esterno aumenta il numero di curve di 
vortice cresce e, quindi, la penetrazione del campo magnetico nel 
superconduttore diventa più forte. Tenendo conto dell’interazione 


1) Il secondo termine della (48,13), se espresso mediante la corrente j, 
diventa 


Sela 
2n0282 f jiav= | Lett av; 


‘nella seconda espressione si è sostituito anche ô? = mc?/4me?n, e si sono intro- 
dotte la densità e la velocità della componente superfluida secondo j = epsvs/m 
(si veda la nota alla pag. 247). Vediamo che questo termine si può considerare 
come energia cinetica degli elettroni superconduttori. 

2) Poiché questa formula è stata introdotta supponendo che ln x > 1, 
non si può applicarla al caso x ~ 41 In particolare, per x = 1/ y 2 il campo 
Ha (così come Hes) deve coincidere semplicemente con He. 
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fra le curve, all’equilibrio termodinamico corrisponde una certa loro 
. disposizione ordinata che forma un reticolo bidimensionale (nel 
piano della sezione del cilindro) t). Qualunque sia la densità del 
numero di filamenti (curve di vortice) l’asse di ciascuno di essi 
resta una linea, aggirando la quale la funzione d’onda w cambia fase 
di 27. La media dell’induzione (rispetto alla sezione del cilindro) è 


B = vØ. (48,17) 


dove v è il numero di curve per unità d’area della sezione. In effetti, 
se integriamo la relazione (48,4) sul contorno di tutta la sezione del 
campione, avremo l'equazione (48,5) con Sv, a secondo membro 
(S è l’area della sezione); il primo integrale a primo membro dell’equa- 
| zione rappresenta il flusso totale di induzipne SB e il secondo inte- 
grale è l’effetto piccolo rispetto al primo nel rapporto di ~ $/R 
e quindi trascurabile (R sono le dimensioni lineari della sezione); 
qui è essenziale, ovviamente, che il campo attorno alle curve si 
smorzi a distanze ~ô. 
Finché le distanze d fra le curve restano grandi rispetto al raggio 
di correlazione È, si può affermare che i campi magnetici delle curve 
di vortice si sommano semplicemente. Infatti, per d'> È è ancora 
possibile tracciare un contorno che abbraccia un numero qualsiasi 
di curve di vortice, in modo tale che passi ovunque lontano (a distan- 
ze >É) dal loro « midollo ». Sullo stesso contorno si verifica la 
condizione di approssimazione dei London (la costanza di $), e per- 
tanto arriviamo di nuovo a un'equazione che differisce dalla (48,7), 
solo per il fatto che la funzione ô al suo secondo membro è sostituita 
dalla somma di funzioni è delle distanze da ciascuna delle curve; . 
data la linearità di questa equazione, ne consegue l’affermazione 
fatta. . 
Quando il campo esterno si avvicina a H., le distanze fra le 
curve di vortice diventano commensurabili con È. Ciò risulta con 
evidenza dall’espressione stessa del campo critico (47,2) se la scri- 
viamo (mediante le (45,9), (45,16-18) nella forma 


Ho = Dol2n8?; (48,18) 


essa corrisponde al flusso Zy concentrato su un’area ~ Ẹ?, 

La scomparsa della superconduttività per $ = H.z avviene come 
transizione di fase di seconda specie. Nello spirito della teoria 
generale di queste transizioni si può affermare che il parametro 
d'ordine p, quale funzione del campo esterno, si annulla secondo la 
legge |w |? co He — ©. D'altra parte la magnetizzazione della 
sostanza M = (B — H)/4x (come grandezza indipendente dalla 


1) Vantaggio maggiore dà, evidentemente, un reticolo formato da triangoli 
equilateri aventi ai vertici curve di vortice. 
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fase di p) in questo dominio è proporzionale anch'essa a |p |?. Tenen- 
do conto che per $ = H. deve essere anche B = H.z, otteniamo © 
così la legge lineare di dipendenza dell’induzione 8 nel supercondutto- 
re dal campo esterno in prossimità del punto di transizione . 


B — Ha œ $ — Hea (48,19) 


PROBLEMI 


1. Calcolare l'energia di interazione di due curve di vortice disposte alla 
distanza d > È luna dall’altra. 

Soluzione. Trasformiamo l’espressione dell’energia libera (48,13) per un 
sistema di due curve di vortice in modo tale che si possano eseguire le integra- 
zioni soltanto in prossimità di ciascuna singola curva. A tale scopo scriviamo, 
utilizzando l’equazione (48,7), 


B? + è? (rot B)? = ô? {—B rot rot B + (rot B)?}} = 
= 8? div [B rot B]. 


L'integrale di volume diventa 


82 
Fiilamenti= da I [B rot B] df, (1) 
fitto 

si trasforma cioè in un integrale esteso alle superfici cilindriche f, e f, (di raggio 
piccolo rg; È < ro & ô) che avvolgono il « midollo » dei filamenti. Per d > È 
i campi delle curve sono additivi, cioè B = B, + B,. L’energia di interazione 
è data dalla parte dell’integrale (1) che dipende contemporaneamente da B, 

e Bz: i 


82 x 
Len = {f [B, rot Bi] dî, + | [B, rot B,] dfa} 


(quanto agli integrali della forma f [B, rot B;] dfa, essi tendono a zero per 


Po > 0) + Mediante le (48,8) e (48,10) ricaviamo 


te 82 Do Ø -d 
e= 2g 2 ar PERE Ko). 


In particolare, alle distanze d > è abbiamo 
A ($) Pee. ò 


e= ERRO (a 


2. Determinare la dipendenza della media (sulla sezione del campione 
cilindrico) dell’induzione magnetica B dal campo esterno $, nello stato misto 
in cui le curve di vortice sono disposte alla distanza d > è le une dalle altre, 
formando (nella sezione del campione) un reticolo di triangoli equilateri. 

._ Soluzione. L'area del triangolo equilatero è uguale a V 342/4 (d la lunghezza 
di un lato) e il numero di curve a metà del numero di triangoli nel reticolo (N 
triangoli hanno 3N vertici, ma nel reticolo ciascun vertice appartiene a sei 
triangoli contigui), pertanto v = 2/V 3a. 
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Il potenziale termodinamico {dell'unità di volume del corpo nello stato 
misto vale 


-fev Hatot Vem 
i, k 


dove il secondo termine corrisponde all'espressione (48,1) (con H dalla (48,2)); 
nel terzo termine €, è l'energia di interazione di due curve e la somma si esten- 
de a tutti i filamenti che intersecano l’unità d'area. Poiché £1 decresce espo- 
nenzialmente per d > ô, nella somma è sufficiente considerare soltanto le 
coppie di curve vicine. Nel reticolo triangolare ciascuna curva ne ha sei vicine, 
perciò 


1 6 i 
+ Dicn= Ven=3ven (d). 
i,k i 
Sostituendovi il valore di €}, della (2) del problema 1, otteniamo 


P_F Do IO-Ha 30 eco 
f=i+T7A Fata Se] ’ 


dove a = dlò. La dipendenza di a da $ è data dalla condizione di minimo della 
funzione f (a), la quale dà 


___3%D0 mal 
$ Face Vaea (3) 


(il termine di ordine superiore in ila & 1 è omesso). Questa equazione assieme 
all’uguaglianza B = vØ, cioè 


a=(2Do/V 3 8°B)R, 


definisce là dipendenza cercata di B (9). Notiamo che per $ + Ha la derivata 
dB/d$ tende all'infinito secondo la legge n 
dB (Ve) dle ln te A 
da ġ— He ` O- He ° 


$ 49. Suscettività diamagnetica 
sopra il punto di transizione 


Alla fine del $ 45 è stato già notato che il dominio di temperature 
in prossimità di 7., in cui le fluttuazioni del parametro d’ordine p 
diventano notevoli, è estremamente piccolo nei superconduttori. Al- 
l'esterno di questo dominio le correzioni fluttuazionali alle grandezze 
termodinamiche sono in generale esigue. Tuttavia esse possono diven- 
tare notevoli per la suscettività magnetica del metallo sopra il punto 
di transizione. Infatti, la comparsa, in seguito alle fluttuazioni anche 
di un numero relativamente piccolo di elettroni superconduttori, 
può implicare un contributo alla suscettività magnetica, che supera 
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la. suscettività di solito molto piccola di un metallo normale lontano 
dal punto di transizione 1). 

Consideriamo il metallo in un campo magnetico esterno debole 
(6 < H.) con temperatura superiore al punto Te, ma vicina a questo 
punto. Il valore d’equilibrio del parametro d'ordine qui vale y = 0, 
e per il calcolo delle sue fluttuazioni si può utilizzare l'energia libera 
della teoria di Ginzburg-Landau. Allora nell’espressione (45,10) si 
possono conservare, essendo esigue le fluttuazioni, soltanto i termini 
quadratici in p, omettendo il termine in |p |* ed intendendo con A 
il potenziale vettoriale del campo omogeneo &. Le fluttuazioni del- 
l’induzione B, connesse alle fluttuazioni di p, sono quadratiche in p 
(essendo quadratica la densità di corrente j). Pertanto nel termi- 
ne B?/8x si può intendere con B la media (termodinamica) dell’indu- 
zione, trascurandone le fluttuazioni. In tal modo, la variazione . 
dell’energia libera totale del metallo in presenza di fluttuazione 
è data dal seguente funzionale di  ?): l 


AF [þ]= f {| (-av-# A)w[+alwh} dV. (49,4) 


Per calcolare il contributo fluttuazionale AF all'energia libera 
occorre considerare il funzionale (49,1) come « operatore hamiltoniano 
efficace » che definisce AF in base alla formula 


A Y A 
exp ( -F)= | exp (3 ) Dy, (49,2). 
dove l'integrazione (funzionale) è estesa a tutte le distribuzioni 
p (r) (si veda V, $ 147). Essa viene eseguita di fatto sviluppando w 
in un certo sistema completo di autofunzioni e integrando sull’insieme 
infinito di coefficienti di questo sviluppo. Nel caso di un sistema 
omogeneo (senza campo esterno) lo sviluppo va effettuato semplice- 
mente in onde piane (si veda, ad esempio, il problema nel V, $ 147). 
Nel caso considerato lo sviluppo deve essere eseguito in autofun- 
zioni dell’« equazione di Schrödinger » 
1 , 2e 2 
Fr (inv TA) p= Ep, (49,3) 
corrispondente all'operatore hamiltoniano (49,1). Al $ 47 è stato 
già detto che questa equazione coincide formalmente con l'equazione 
di Schrödinger del movimento della particella (di massa 2m e cari- 
ca 2e) in un campo magnetico omogeneo. Le sue autofunzioni vengono 


1) Questo effetto è stato scoperto da V. V. Schmidt (1966). 

2) A scanso di equivoci sottolineiamo che il campo magnetico non è, nei 
confronti del superconduttore, un «campo esterno» h nel senso introdotto 
nel V, $ 144. Quest'ultimo dovrebbe entrare nell’energia libera nella forma del 
termine —’ (p + *), il che, nel caso considerato, è impossibile a priori a causa 
dell’invarianza di questo termine rispetto alla scelta della fase di ip. 
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numerate da un numero quantico discreto (n) a da due numeri quan- 
tici continui (Px, pz); inoltre, gli autovalori dipendono unicamente 
da ne p, (l’asse z è diretto nella direzione del campo $) e sono dati 
dalla formula 
1 1) felh P, 
E(n+3, p.)=(n+3) Loti: (49,4) 


il numero di autofunzioni distinte con n dato, con valore p, nell’in- 
tervallo dp, e con tutti i possibili p, è 


2|e19 
Vane IP: 


(si veda III, $ 112). 
Per brevità, indichiamo con l’unico simbolo q l'insieme dei nume- 
ri n, Pz» Px e scriviamo lo sviluppo della funzione y (r) nella forma 


p= È CqPa (1), (49,9) 


dove cg = cq + icq sono coefficienti complessi arbitrari e le auto- 
funzioni sono supposte normalizzate dalla condizione | |p, P aV = 


= 1 (l'integrazione è estesa al volume del metallo). 

La sostituzione dello sviluppo (49,5) nell'espressione (49,1) 
permette innanzitutto di passare dall’integrazione sul volume alla 
somma su g. Infatti, dopo aver integrato per parti il primo termine 
trasformiamo la (49,1) nel seguente modo: 


AF [p]= f {v (iiy A) p+ p*ap} av. 


Sostituendovi la (49,5) e tenendo conto che ciascuna delle funzioni Pa 
verifica l'equazione (49,3) con Æ = £, e che le autofunzioni con q 
distinti sono mutuamente ortogonali, otteniamo 


AF[y]}=Y | cgl? (Eq +a) (49,6) 


q 


L'integrazione funzionale nella (49,2) significa integrazione su 
tutti i dede. Dopo la sostituzione (49,6) le integrazioni su tutte 
queste variabili diventano separate e danno i 


ossia 
(49,7) 
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Nei termini dei numeri quantici n e p, questa espressione si scrive 
nella forma . 


do 


2|e|T$ nT l 
AF = VAE D È np yr Pe (49,8) 


Questa somma è divergente per grandi E, ma la divergenza in 
realtà è fittizia e dovuta soltanto al fatto che la formula inizia- 
le (49,1) è applicabile unicamente allorché le funzioni p (r) variano 
lentamente: la variazione di p deve essere piccola a distanze ~ Eo. 
Nei termini degli autovalori £y ciò significa che sono ammessi sol- 
tanto E7< h*/mE&?. Interrompendo la somma su n per un N grande 
soddisfacente alla condizione posta, applichiamo ora la formula di 
Poisson 


N 
N N 
È i(n+i)={/0a-gf | 
0 
(si veda V (59,10)). In accordo con la (49,8) il primo termine inte- 
grale di questa formula dà, come è facile capire, un contributo indi- 
pendente da $% all'energia libera; ma questo termine non serve al 
calcolo della suscettività magnetica e l’omettiamo. Ora nel secondo 
termine si può porre N + co (in modo che il parametro di taglio 
non compare nella risposta) !): 


00 
y T9? dp, 
AF =V 48m2äme? f a -+ p?/4m ° 


-00 


Infine, dopo. aver calcolato l'integrale, abbiamo 


a eT? 
AF=V io, (49,9) 


Di qui la suscettività magnetica è 


_ _ 2 BAR _ eT, 
SS Cop 12r0he? (mo) (T — Te) (pa 


(H. Schmidt, 1968; A. Schmid, 1969). Si vede che in prossimità del 
punto di transizione la suscettività cresce come (T — T.) "7. In 
questo dominio l’espressione (49,10) rappresenta il contributo fonda- 
mentale alla suscettività magnetica di un metallo normale. 


1) Nel coefficiente è posto Tœ Te. Per T nell'intorno di 7, sono essen- 


ziali in questo integrale i valori pg~ Y ma ~ h/È (T) « h/Eo, che cioè soddi- 
sfano alla condizione posta. 
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PROBLEMI 


1. Determinare il momento magnetico di una pellicola sottile (di spessore 
d <« E (T)) in un campo magnetico debole perpendicolare al suo piano per 
temperature T >To T_- To Toe 

Soluzione. Lo spessore finito della pellicola implica un numero quantico pz 
discreto nella (49,4); per una pellicola sottile occorre limitarsi nella (49,7) al 
solo valore p, = 0 (già il primo valore diverso da zero è p, ~ &/d per cui E ~ 
~ h°/md? > h°/m&2 ~ a). Il numero di autofunzioni con n e p, dati (e con 
tutti i possibili px) è 2 | e| $S/2r%c, dove S è l’area della pellicola; pertanto 
la somma su q nella (49,7) va intesa come ($S/mAc) SI: Applicando alla somma 

n 

la formula di Poisson otteniamo infine 


nale TO 
DE 24nme?a * 


Il momento magnetico della pellicola è 


M= 2AE se 
© ô 412nmceta (T — Te) ° 


È da notare che esso cresce più rapidamente per T + 7, che non nel caso di 
un metallo illimitato. 
a Risolvere il problema 1 per una sferetta di raggio R < Ẹ (T) (V. V. Schmidt, 
). 
Soluzione. In questo caso fra tutti gli autovalori dell’equazione (49,3) 
è essenziale solo uno, il più piccolo, corrispondente all’autofunzione p = costan- 
te e uguale a E, = eR? PAo mc? (si veda quanto detto in proposito nel pro- 
blema a $ 47). La somma (49,7) si riduce a un solo termine e il momento magne- 
tico vale 


$ 50. Effetto Josephson 


Consideriamo due superconduttori separati da uno strato sottile 
di dielettrico. Per gli elettroni questo strato rappresenta una barrie- 
ra di potenziale, e se lo strato è sufficientemente sottile, esiste allo- 
ra la probabilità finita di una loro penetrazione attraverso la barrie- 
ra per effetto tunnel quantico. Anche se il coefficiente di trasmissione 
della barriera è piccolo, il fatto che sia non nullo ha un’importanza 
teorica: i due superconduttori costituiscono un unico sistema, descri- 
vibile da una sola funzione d’onda condensata. Questa circostanza 
conduce ad effetti previsti, per la prima volta, da B. D. Josephson 
(1962). 

L’'unicità della funzione d’onda condensata del sistema significa 
che attraverso il contatto fra i due superconduttori può fluire una 
corrente superconduttrice, in assenza di differenza di potenziali 
applicata dall’esterno. Così come all’interno dei superconduttori la 
densità di corrente è determinata dal gradiente della fase © della 
funzione d’onda condensata, anche la densità j di corrente supercon- 
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duttrice che attraversa il contatto è legata alla differenza fra i valo- 
ri D, e ©, della fase ai due estremi del contatto !). Poiché i valori 
della differenza D, — D,, che variano per un intero multiplo di 2x, 
sono fisicamente identici, è ovvio che la funzione 


j =j (®21), Da a Dy i D, (50,1) 


deve essere periodica di periodo 2x. L’operazione di inversione del 
tempo cambia il segno della corrente j e, al tempo stesso, il segno 
della fase D,, (in quanto le funzioni d’onda vanno sostituite dalle 
loro coniugate complesse). Ciò vuol dire che la funzione (50,1) deve 
essere dispari e annullarsi per D,, = 0. Essendo, s'intende, limita- 
ta, la funzione j (D,;) ha un massimo e un minimo fra i quali varia al 
variare della differenza di fase; in virtù della disparità della funzione 
i moduli di questi valori sono uguali (indichiamoli con + jm) 

È da notare che la scrittura (50,1) suppone che sia trascurato 
l’influsso sulla corrente del campo magnetico indotto delle correnti 
all’interno del contatto. In caso contrario al posto della differen- 
za D,, dovrebbe figurare l’espressione invariante di gauge 


2 
Drd d f Ax dx. 
1 


x 


Essendo trascurabile lo spessore dello strato dielettrico è possibile 
trascurare l’integrale della funzione continua A, (x), e questa condi- 
zione è facilmente verificabile (mentre i valori del potenziale stes- 
so A, ai due estremi del contatto si possono supporre identici). 

La definizione della forma della funzione j (®,,) in tutto il domi- 
nio di temperature è possibile soltanto in base alla teoria microsco- 
pica. Ci limiteremo qui allo studio fenomenologico nei limiti di 
applicabilità della teoria di Ginzburg-Landau. 

Se il contatto fosse completamente impenetrabile per gli elet- 
troni le funzioni d’onda yọ di ciascun superconduttore verificherebbero 
sul loro estremo del contatto le condizioni al contorno (45,15): 


ar coi Se Ax) = 0, 


dx he 
ôP KO 2ie A 
dx he Axpo =0. 


1) Affinché la corrente superconduttrice passante per il contatto sia di 
intensità notevole, lo spessore dello strato dielettrico deve essere molto piccolo: 
=10-? cm. Tali distanze sono piccole anche rispetto al più piccolo parametro © 
di lunghezza caratteristico nel superconduttore, ossia rispetto alla lunghezza 
di coerenza Eg. In questo senso lo strato deve essere considerato come indefini- 
tamente sottile, e la teoria non tiene conto del comportamento della fase al- 
l'interno di questo strato. 


254 CAPITOLO V 


La penetrabilità finita della barriera e i valori finiti di y sulle fron- 
tiere del contatto implicano la comparsa, nei secondi membri delle 
condizioni suindicate, di espressioni diverse da zero e dipendenti dai 
valori che p assume dall’altra parte del contatto. Essendo y piccola 
(nell'intorno del punto di transizione 7), ci si può limitare in queste 
funzioni ai termini lineari in y, scrivendo cioè 


19 2ie ô 2i 


il coefficiente 1/A è proporzionale alla penetrabilità della barriera. 
Le uguaglianze (50,2) devono soddisfare alle condizioni di simmetria 
rispetto all’inversione del tempo: esse devono restare valide per le 
trasformazioni p + y*, A — — A; ne segue che la costante À è reale 
(allora per la suddetta trasformazione le uguaglianze (50,2) coinci- 
.dono semplicemente con le loro coniugate complesse). 

Il legame fra l’intensità della corrente superconduttrice attraver- 
so il contatto e la differenza di fase della funzione y si può definire 
applicando la formula (45,14) a uno dei lati del contatto (a quello 1, 
per esempio): 


deh [ x ôb ayt 2e? x 
TS 2m ( 1 dr — y Jz )- me Axpi pi 


Sostituendovi dy,/0x ottenuto dalla condizione al contorno (50,2) 
avremo 


; ieh 

i= 3% (iv db). 
Per i contatti di metalli identici le grandezze w, e w, differiscono 
unicamente per la loro fase; allora la densità di corrente è 


5 + a h 
] =]m Sen (y Im = 2A lp]? (50,3) 


‘All’avvicinarsi al punto di transizione la |w |? tende a zero come 
T. — T; quindi, secondo la stessa legge, tende a zero anche la densità 
massima di corrente attraverso il contatto 1). 

Supponiamo ora che al contatto di tunnel sia applicata da una 
sorgente esterna una certa differenza di potenziale, cioè che nel con- 
tatto esista il campo elettrico E. Descriveremo questo campo me- 
. diante il potenziale scalare che indichiamo qui con V:E = — AV. 


1) La teoria microscopica basata sul modello BCS mostra che fra j e D,, 
si verifica lo stesso legame (50,3) per tutte le temperature. La stessa teoria 
permette di legare jm alla resistenza elettrica del contatto fra due metalli allo 
stato normale. Per un’esposizione dettagliata di questa teoria si veda, ad esem- 
pio, J. O. Kulik, I. K. Janson, Effetto Josephson in strutture tunnel super- 
conduttrici, Nauka, 1970 (ed. russa). 
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L’influsso di questo campo sulla corrente superconduttrice attraverso 

il contatto si può determinare già in base alle condizioni di invarianza 
di gauge. 3 

In assenza di campo (per V = 0) la fase della funzione d’onda 

è indipendente dal tempo: ô®/ðt = 0 !). Per generalizzare questa 

uguaglianza al caso di esistenza di un campo elettrico osserviamo 

che la relazione generale deve essere invariante rispetto alla trasfor- 

mazione di gauge del potenziale scalare 

1 3y (t) 

VNV 

che non incide sul potenziale vettoriale (supposto indipendente 

dal tempo). Così come abbiamo fatto per dedurre le trasformazioni 

(44,3) e (44,6), otteniamo che contemporaneamente a V deve essere 
trasformata la fase della funzione d'onda nel seguente modo: 


D07 xl) (50,5) 


(50,4) 


Ne risulta con evidenza che è invariante di gauge la relazione 
D | 2e 
a ta V= (50,6) 


che si trasforma in 9D/0t = 0 per V=0. 
Per un campo elettrico indipendente dal tempo l'integrazione 
dell'uguaglianza (50,6) dà 


p=00— 4 vr, 
dove ®‘0 è indipendente dal tempo. Perciò, se al contatto è appli- 


cata una differenza di potenziale elettrica costante V,;, la differenza 
di fase su di esso è 


w 2e y 
Day =D —- 7 21t. 


Sostituendo questa espressione nella (50,3) troviamo la corrente 
superconduttrice attraverso il contatto 


j= jm sen (09- F-Vat). (50,7) 


Siamo giunti a un risultato sorprendente: l’applicazione al contatto 
di tunnel di una differenza di potenziale costante implica la comparsa 
di una corrente superconduttrice alternata di frequenza 


o;=3-|eVai]. (50,8) 


1) Ricordiamo (si veda la nota alla pag. 156) che il fattore temporale 
exp (—2iut/A) viene escluso dalla funzione d'onda per il. fatto che l'operatore 


` 


hamiltoniano del sistema Ñ è sostituito con Ê’ =F —pĝ. 
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La potenza consumata dal contatto è data dal prodotto jV,,; la 
sua media (rispetto al tempo) è nulla, vale a dire manca un’emissio- 
ne sistematica di energia da una sorgente esterna, come deve essere 
per una corrente superconduttrice non legata a dissipazione di ener- 
gia. Sottolineiamo, tuttavia, che in presenza di forza elettromotrice 
esterna il contatto sarà attraversato da una certa corrente normale 
(debole per V}, piccolo) accompagnata da dissipazione. 
. La conclusione circa la variazione periodica di frequenza (50,8) 

della corrente superconduttrice attraverso il contatto deriva già dal 
fatto stesso della dipendenza periodica di j da D,, e dalla dipendenza 
lineare di ®,, dal tempo; questa conclusione non è legata a nessuna 
ipotesi circa l’intensità della differenza di potenziale. Per quanto 
riguarda la formula concreta (50,7), essa è valida soltanto per la 
condizione che la frequenza ©; sia piccola rispetto alla frequenza 
A/h caratteristica per la superconduttività: 


ho; = 2 feV|KWAC(T). (50,9) 


PROBLEMA 


Scrivere l’equazione della corrente nel circuito composto dalla resistenza R 
e da un superconduttore a contatto di tunnel collegati in serie; al circuito è 
applicata la forza elettromotrice Vo. 

Soluzione. La caduta totale di tensione nel circuito è Vo = RJ + Van 
dove J è la corrente nel circuito e V,; la differenza di potenziale sul contatto i. 
Sostituendovi J = Jm sen Pa, e Va, dalla (50,6) otteniamo 


h ba y 


Sottolineiamo che la corrente alternata descritta da questa equazione è di 
carattere non sinusoidale. 


$ 51. Legame fra la corrente e il campo magnetico nel superconduttore 


Al $ 44 abbiamo dedotto le formule che definiscono il legame fra 
la corrente e il campo magnetico nel superconduttore nel caso limite 
{dei London) di variazione lenta di tutte le grandezze lungo il volume 
del corpo; in questo caso il campo si è supposto debole, cioè piccolo 
rispetto al suo valore critico. Ora studiamo questa questione per il 
caso generale di un campo statico variabile nello spazio in modo arbi- 
trario supponendolo, come prima, debole. La locuzione « variabile 
in modo arbitrario » significa qui che il campo può variare notevol- 
mente a distanze — È, (ma, ovviamente, varia sempre poco a di- 
stanze dell’ordine di grandezza del reticolo costante; pertanto la 
non omogeneità del mezzo (metallo) è inessenziale alle distanze 
atomiche). 


1) Trascuriamo qui la corrente normale piccola (per Vo piccolo) nel 
superconduttore. s 


SUPERCONDUTTIVITAÀ 257 


Nel caso generale il legame fra la corrente e il campo magnetico 
in un mezzo illimitato è rappresentato dalla formula integrale 
seguente: of 


ji (0) = — {Qin (1°) An (1°) dî”, (54,1) 


dove il nucleo Q;x dipende unicamente dalle proprietà del mezzo !). 
Alla dipendenza lineare della (51,1) corrisponde l’ipotesi di debolez- 
za del campo. 

Come è noto, la densità di corrente si può considerare come la 
derivata variazionale dell'energia del sistema rispetto al potenziale 
vettoriale: la variazione della funzione di Hamilton del sistema al 
variare di A è 


1(. 
6H=— + |j54 dz 


(si veda III (115,1)). Pertanto il nucleo Q;x nella (541,1) è la derivata 
seconda variazionale e la simmetria rispetto all'ordine della doppia 
derivazione (rispetto ad A; (r) e A, (r’)) significa che 


Qin (Œ — r’) = Qui (er). (51,2) 

Sviluppando A (r) e j (r) in integrali di Fourier, scriviamo il 
legame (51,1) per le componenti di Fourier nella forma 

ji (k) = — Qir (K)Ax (k), (51,3) 


dove in accordo con la (51,2) Qin (k) = Qr: (Tk). a 

Alcune proprietà importanti della funzione Q;, (k) derivano già 
dalla condizione di invarianza di gauge. La corrente j non deve 
variare per la trasformazione di gauge A (r) + A (r) + Vy (r) o, per 
le componenti di Fourier, 


A (k) + A (k) + iky (k). 


Ciò vuol dire che il tensore Q;, (k) deve essere ortogonale al vettore 
d’onda 


Qir (k) kp ER 0. ' (51,4) 
In particolare, nel cristallo di simmetria cubica la dipendenza 
tensoriale di Q; si riduce ai termini della forma ô; e kkp; allora 
dalla (51,4) risulta che 
f kik 
Qir = | bin A ) Q (k), : (51,5) 


dove Q (k) è una funzione scalare. 


1) Il problema del mezzo illimitato a questo proposito ha un significato” 
puramente formale. Il suo senso reale consiste nell’applicazione ulteriore dei 
suoi risultati al problema del mezzo limitato; si veda il paragrafo seguente. 
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Per i calcoli ulteriori consideriamo una trasformazione di gauge 
del potenziale nella quale div A (r) = 0. Ciò significa per le com- 
ponenti di Fourier che kA (k) = 0. Pertanto il legame (51,3) fra 
la corrente e il potenziale si riduce all’uguaglianza 


i (k) = —Q (k) A (k), (51,6) 


cioè sarà definito dalla sola funzione scalare Q (k). 

Alla situazione dei London corrisponde l’espressione limite di 
Q (k) per k-— 0. È facile ottenere questa espressione applicando 
l'operazione rot ad entrambi i membri dell’equazione (44,8): 


rot À 


eng 
me 


e tenendo conto dell’uguaglianza div A = 0. Osservando che in 
virtù dell’equazione di continuità si ha anche div j = 0, otteniamo 


Aj= — "2 AA. 


rotj= — 


Nello spazio illimitato per le funzioni j (r) ed A (r) ovunque finite 
ne consegue che 


je= 2 A (r), (51,7) 


me 


vale a dire, l’intensità della corrente in ogni punto è determinata 
unicamente dal valore del potenziale nello stesso punto. La stessa 
uguaglianza sussiste per le componenti di Fourier j (k) e A (k), e dal 
confronto con la (51,6) risulta che Q (k) è data dalla seguente espres- 
siorie indipendente da k 4): 


om=T= Pr 0. (51,8) 


me 


Tl contenuto ulteriore del presente paragrafo consiste nel calcolo 
di Q (k) per il modello BCS con cui si intende, come abbiamo detto, 
un gas di Fermi degenere isotropo a debole attrazione fra le particelle 
(elettroni). Al tempo stesso è supposto che queste particelle interagi- 
scano con la loro carica e con il campo magnetico. 

Al $ 42 sono state dedotte le equazioni (42,5) per le funzioni di 
Green termiche del gas di Fermi in assenza di campo esterno. L’in- 
troduzione del campo magnetico si realizza con la sostituzione dell’o- 
peratore y—> V — îeA/c  nell’operatore hamiltoniano #° (7,7) ?). 


Quindi, la stessa modifica si produce nell’equazione (7,8) per Y e, 
rispettivamente, si fa la sostituzione v+ y + ieA/c nell’equazio- 


1) In questo e nei paragrafi successivi la profondità di penetrazione dei 


London è indicata con ôr.. o 
2) Più avanti nel presente paragrafo (nelle equazioni (51,9-19)) poniamo 


h= 1. 
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ne analoga per Y+; lo stesso si riferisce, evidentemente, anche alle 


equazioni per YM e WWM., Quanto al termine di spin (~ oH) corri- 
spondente all'interazione diretta fra il momento magnetico dell’elet- 
trone e il campo, esso è piccolo e lo si può trascurare nell’operatore 
hamiltoniano e nelle equazioni. Quando l'operatore Ų è applicato 
alle funzioni & (t,r; t',r')e F (Tt, r; t’, r’), sono soggetti a derivazio- 
ne gli operatori YM (t,r)e YM (q,r), rispettivamente. Perciò anche 
nelle equazioni (42,5) l'introduzione del campo magnetico si realiz- 
za mediante le medesime sostituzioni y + y # ieA/c. 

L'esistenza di un campo esterno viola l'omogeneità spaziale del 
sistema per cui la dipendenza delle funzioni di Green dagli argomen- 
tir er’ non si riduce più alla dipendenza da r — r’; dagli argomenti 
t e t’, invece, le funzioni dipendono sempre mediante la differenza 
t — T’. Scriviamo le equazioni per le componenti di Fourier in 
T_T: 


{tuta [V--TAM]+8}9 n, + 
+ gF a r, r’) z ô ya ‘ (51,9) 
{tap [Vt7AM]+8}F Gir, 
— g&*$ (bs; r, r°)=0. 


Nel caso di campo debole, che verrà qui considerato, queste 
equazioni si possono linearizzare; poniamo 


G-GOLGA, 
F=FO+FO 


(dove i primi termini sono i valori delle funzioni in assenza di cam- 
po e i secondi piccole correzioni lineari rispetto al campo) e conser- 
viamo nelle equazioni i soli termini infinitesimi del primo ordine 
rispetto ad A. 

Inoltre, si deve tener presente che l’esistenza del campo cambia . 
anche la funzione d’onda condensata =, che nel dato caso non si 
riduce a una costante. Tuttavia, questa complicazione è eliminata 
con la trasformazione di gauge del potenziale vettoriale, nella quale 


divA=0. (51,11) 


Infatti, la correzione del primo ordine (al valore costante 2) nella 
funzione scalare € (r) non potrebbe essere che proporzionale a div A; 
per la condizione (51,11) essa si annulla. Pertanto nelle equazioni 
linearizzate si può porre con l’approssimazione richiesta g 3 = 
= g£‘9 = A, dove A è la fessura nello spettro energetico del gas in 
assenza di campo (grandezza reale). 


(51,10) 
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Come risultato le equazioni linearizzate (51,9) diventano 
(++) 90 (o r, r) HAFO (ta; r, = 
= A (r) V5O (G; r— r’), 


Je = . (54,12) 
(ite HE+) FO tar, r) AGO r r’) = 
ie Ti s , 
=— ËA (0) VFO (ts; r—r’). 
Data la linearità di queste equazioni in A è sufficiente risolverle 
per una delle componenti di Fourier del campo, cioè 
A (r) = A (k)eik", kA (k) = 0. (51,13) 


Per tale A (r) si può separare immediatamente la dipendenza 
delle funzioni 9® e F® dalla somma r + r’, ponendo 


GO (bu; r, r)=g (Es; rr?) eiktrtE Y2, 
FO (ks; r, r’) = f (bs; r— r’) eik(e4m)/2, 


Dapp questa operazione la prima delle equazioni (51,12) diventa 
cos 


[it Har (V+-h)'+]eCir-mM)+AfGir-m)= 


= EA (k) eike- 2990 (ty; r— r’) 


(51,14) 


e analogamente per la seconda equazione. Eseguiamo ora la trasfor- 
mazione di Fourier delle funzioni g e f in r—r. Infine arriviamo 
al seguente sistema di due equazioni algebriche: 


[it (P+È)"+1n]e P) +A Ea p) = 
= i pA (k) $00 (ta p—4) , 
[ite 3h [P+] He] F Co P As a P) = 


e > k 
= PA k) FO (La p-+). 
Dopo trasformazioni semplici mediante le espressioni (42,7-8) 


per le funzioni 0 e F, la soluzione di queste equazioni si riduce 
alla forma i 


(51,15) 


ibs +) (ibs -)+42 
8 (€ = — Ér PA (k) Pehe EEE (54,416) 
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dove s, = e (p + k/2), n+ =n(p+kKk/2) (quanto alla funzione 
f (Es, p) non ne avremo bisogno in seguito). 

Passiamo al calcolo della corrente. A tale scopo partiamo dalla 
nota espressione dell'operatore densità di corrente nella rappresenta- 
zione della seconda quantizzazione !) 


si + I s DS 2 ENA 
i= (VÊ) Pa Pa (VP ca AVita. 


Per passare alla rappresentazione di Matsubara è sufficiente sostitui- 
re gli operatori di Heisenberg Y, Y* con quelli di Matsubara yu, 
M. Ricordando la definizione della funzione di Green (37,2) tro- 
viamo che la densità di corrente (elemento matriciale diagonale dell’o- 


peratore {la cui media è presa rispetto alla distribuzione di Gibbs) 
può essere scritta nella forma . 


4 ie i VETTE, e? 
j= 2am (V V) (T r T ree Ama (51,17) 


dove n è la densità del numero di particelle (il fattore 2 è dovuto 
a aa = 29). 

Sostituendo & = 9 + $® nella (51,17) il termine in $&09 
scompare: per un sistema omogeneo e isotropo la funzione $‘® (r — 
— r’) è pari e la sua derivata si annulla per r — r’ = 0. Passando anche 
alla trasformazione di Fourier in t — 1’, otteniamo: 


im=£7 S (VV) IO (Gr, rea ETA (0), 


me 
s==—00 


e sostituendovi A (r) e Fl dalle (54,13) e (51,14) abbiamo 


: 2eT i 3 2 
jM= D (pg to pr Al). 


Riportandovi g (s, p) dalla (51,16) è comodo considerare la 
trasversalità dei vettori j (k) e A (k) e prendere la media nella dire- 
zione p, nel piano perpendicolare alla direzione k in base alla formula 


_—_ 2 k:k 
Pupi = sen? @ (Sn) , 


1) Si veda III, § 145. Qui è omesso un termine che rappresenta il contribu- 
to alla corrente da parte dello spin delle particelle. Per un sistema non ferro- 
magnetico (in cui la funzione di Green {ag = 6xg$) questo termine si annulla 
quando si prende la media. % 
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dove 0 è l'angolo fra k e p. In seguito otteniamo l’espressione per la 
funzione Q (k), che definisce il legame fra j (k) ed A (k): 


œœ 
Q (= £T J (prsonto Meit ttn tAr dp, 


mic Cte (+83) — Cany 
(51,48) 
1 k )2 
e= ni +4, ne =g (P +5) =p. 


Scritti così gli integrali e la somma che qui figurano sono formal- 
mente divergenti. Sebbene queste divergenze siano in realtà fittizie, 
il calcolo deve essere eseguito con prudenza: prima che sia eliminata 
la divergenza il risultato può dipendere anche dall'origine in cui 
viene effettuata l’integrazione e la sommatoria. 

Si può superare questa difficoltà tenendo presente una circostan- 
za evidente a priori. Il fatto è che per A = 0 deve essere Q = 0 in 
quanto nel metallo normale non esiste in generale corrente super- 
conduttrice. Pertanto, senza modificare la risposta, possiamo sottrar- 
re dalla (51,18) la stessa espressione con A = 0: 


oo 
_ TT 2 2 (its +14) (Ils +n-)+ A? — 
e= DA pone {Tn ato 
1 dp ; 
en n var. Gi) 
Questa espressione è già ben convergente e, quindi, l'integrazione e la 
sommatoria si possono eseguire in essa in qualsiasi ordine. 
Osserviamo anzitutto che i valori cercati k sono piccoli nel senso 
che X< pp; questa disuguaglianza esprime semplicemente il fatto 
che le distanze caratteristiche, alle quali nel superconduttore cambia- 
no il campo e la corrente, sono grandi rispetto alle distanze fra 
le particelle (cioè rispetto a —1/p p). 
Prima integriamo la'(51,19) in dp. Questo integrale è concentrato ` 
soprattutto in un dominio ristretto degli impulsi in prossimità della 
superficie di Fermi, ossia nel dominio | p — pr |- k, dove 


ne œn ++ vp cos 0 ® vp (P— Pr) + 5 vrk così, 


qui il fattore p? nell'espressione integranda si può sostituire con pẹ} 
e l'integrazione in d°p con quella in 2amp pdy d cos 0. Dopo questa 
operazione l'integrale in dn del secondo termine fra parentesi graffa 
nella (51,19) si annulla: il cammino di integrazione in esso può essere 
chiuso da una semicirconferenza infinitamente lontana nel piano 
delle n complesse, mentre l’annuallarsi dell’integrale è la conseguen- 
za del fatto che ambedue i poli dell’espressione integranda apparten- 
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gono a un medesimo semipiano (superiore o inferiore a seconda del 
segno di s). L'integrazione in dn nel primo termine della (51,19) 
è elementare, dopo di che non resta che l’integrale nella variabile 
x = cos 8. Introducendo inoltre la densità n in base all’uguaglian- 
za př = 3n°n, otteniamo il risultato finale (in unità usuali) nella 
forma seguente: 


; oo 1 
F 3n7 ne? i] A? (1 — x2) dz 
A ea [a RT ork Fa (5420) 


bs = (2s +1) aT 


(J. Bardeen, L. N. Cooper, J. R. Schrieffer, 1957) 1). 

Nel caso limite di valori piccoli di k (ko & 1, dove E ~ 
~ hvplA, ~ hvplT, è la lunghezza di coerenza) si può mostrare 
che l’espressione (51,20) si riduce all’espressione dei London (51,8) 
indipendente da q, ma non ci soffermeremo su ciò. 

Nel caso limite inverso, in cui XÉ,>1, nell’integrale (51,20) 
è essenziale il dominio z < T./hkvpr< 4. Pertanto si può trascura- 
re x° rispetto a 1 nel numeratore dell'espressione integranda e dopo 
(data la convergenza rapida) estendere l'integrazione da —co a œ. 
Come risultato otteniamo 


00 
3n2ne2T A? 
O (b) = inchoge Di TIT: 
s=— 00 


Eseguendo la somma mediante la (42,10) rappresentiamo questa 
formula come segue ?): 
Anne? 3n? A 
O =, pae i Amd, kedi. (5421) 


me? 4hvp 


Per T< T, abbiamo n; œ% n, A A e allora B ~ 1/878,. Per 
T. — T< T, la fessura A è piccola cosicché th (A/27) œ A/2T.; 
tenendo conto delle formule (40,4-5) e (40,16) ritroviamo B ~ 1/83 E, 
In tal modo in tutto il dominio delle tempe ature da 0 a 7, si ha 


P ~ 1/8}. (51,22) 


. Dunque, la funzione Q (k) resta pressappoco costante nel dominio 
k < 1/6, (e nell'intorno del punto k = 0 si sviluppa regolarmente in 
potenze di %?); all’esterno di questo dominio la funzione Q (k) de- 
cresce per X > 1/È, secondo la legge 1/k. A questo andamento della 


1) Questo metodo, che permette di ottenere il risultato richiesto mediante 
le funzioni di Green termiche, appartiene ad A. A. Abrikosov e L. P. Gorkov 
(1958). 

2) Una formula di questo tipo è stata proposta da A. B. Pippard (1953) 
in base a considerazioni qualitative ancora prima della creazione della teoria ` 
microscopica della superconduttività. 
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funzione Q (k) corrisponde la funzione nelle coordinate Q (r) decre- 
scente lentamente (come 4/r?) nel dominio r < È, e rapidamente 
(secondo una legge esponenziale) all’esterno di questo dominio. 
Quindi, la correlazione fra il campo e la corrente si estende sempre 
a distanze —É,. Sottolineiamo che questa affermazione è valida in 
tutto il dominio delle temperature da zero a T.. Abbiamo confermato 
così l’affermazione fatta al $ 44 sull’universalità di È, quale parame- 
tro di lunghezza caratteristico per la superconduttività. 


$ 52. Profondità di penetrazione del campo 
magnetico nel superconduttore 


Applichiamo i risultati ottenuti nel paragrafo precedente al 
problema della penetrazione di un campo magnetico esterno nel 
superconduttore (questo problema è stato studiato al $44 nell’appros- 
simazione dei London). 

Supponiamo che il superconduttore sia limitato da una super- 
ficie piana e occupi il semispazio x >0, mentre il campo ester- 
no @ (e con esso anche l’induzione B all’interno del superconduttore) 
sia diretto parallelamente alla superficie, lungo l’asse z. Allora tutte 
le grandezze dipendono dalla sola coordinata x, mentre la corrente j 
e il potenziale vettoriale A (con div A = 0) sono diretti lungo l’asse y. 
L'equazione di Maxwell rot B = —AA = 4n j/c si riduce a 


A (= — 4j (z) z>0, (52,1) 


dove l'apice ‘indica la derivazione rispetto a z. 

Le condizioni al contorno per questa equazione dipendono, però, 
dalle proprietà fisiche della superficie del metallo nei confronti 
degli elettroni che la colpiscono. È più semplice il caso di riflessione 
speculare degli elettroni da parte della superficie. È evidente che per 
questa riflessione il problema del semispazio corrisponde a quello 
del mezzo illimitato in cui il campo A (z) è distribuito simmetri- 
camente da ambo le parti del piano z=0 (A (x) = A (—z)). In questo 
caso la derivata A’ (x) come funzione dispari di x avrà una disconti- 
nuità per x = 0, cambiando di segno quando z passa per 0. In altre 
parole, alla condizione B = A’ = $ sulla superficie del semispazio 
corrisponde nel problema del mezzo illimitato la condizione 


A' (+0) — A’ (—0) = 29. (52,2) 
Moltiplichiamo l'equazione (52,1) per e-'* ed integriamola infdx 
nei limiti da —co a œ. A primo membro dell’equazione scriviamo 
oo 0 CS œ 
| A” emita da = f (A'emihs)" dr + | (d'ea az + ik f ‘Aeris da. 
- 00 : d à 


-00 -0 
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I primi due integrali danno come somma —2$, mentre l’ultimo 
può essere integrato per parti poiché la funzione stessa A (x) è conti- 
nua per x = 0. Otterremo l’uguaglianza 


29+ kA (=; (k), 


dove A (k) e j (k) sono le componenti di Fourier delle funzioni A (x} 
e j (x) definite in tutto lo spazio. Quindi, esse sono legate dalla rela- 
zione j (k) = —Q (k) A (k), dove Q (k) è data dalle formule ottenute 
al paragrafo precedente. Otteniamo così le componenti di Fourier 
del campo 


= 29 
A(k)= TATO I (52,3) 
La profondità di penetrazione è è definita come 


cc 


sen _ _4(=09 
ô= JHR dr= -4E (52,4) 
Esprimendo A (x = 0) mediante le componenti di Fourier A (k) 
ricavate dalla (52,3) abbiamo 


00 


8=-4 | 40%) 


— 00 


dk 
n 


È (52,5) 


1 dk 
EJ | arag (IE /e* 

In questo integrale è essenziale il dominio dei valori k in cui 
k? ~ 4nQle. Nella situazione dei London (quando è, > È) questi 
valori sono piccoli nel senso che KÉg< 1. Allora Q (k) è data dall’e- 
spressione (51,8) indipendente da k e l'integrazione nella (52,5) 
conduce, naturalmente, al valore ô = èr. 

Nel caso inverso di Pippard (quando è,< o) sono essenziali 
nell’integrale i valori k 1/6. Qui Q (k) è data dall'espressione 
(51,21) e l’integrale (52,5) dà 

6 = dp = 4/39/2p1h8, (52,6) 


Tenendo conto della (51,22) troviamo quindi che la profondità di 
penetrazione di Pippard vale 


ôp ~ (06)! (52,7) 


I calcoli suindicati si riferivano al caso di riflessione speculare 
degli elettroni da parte della superficie del metallo. Nel caso dei 
London, tuttavia, la profondità di penetrazione è indipendente in 
generale dalla legge di riflessione, come risulta con chiarezza dalla 


1) Per una legge esponenziale di annullamento del campo questa defini- 
zione coincide con quella nella (44,13). 
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‘deduzione del valore è, al $ 44; per è> È; i particolari della strut- 
tura della superficie sono inessenziali. 

Ma anche nel caso di Pippard la dipendenza della profondità di 
penetrazione dalla legge di riflessione è di fatto poco importante. 
Così, nel caso di riflessione diffusa (quando le direzioni delle velocità 
degli elettroni riflessi sono distribuite in modo isotropo per qualsiasi 
«direzione di incidenza), che è opposta alla riflessione speculare, il 
valore Ôp supera soltanto di 9/8 volte il valore è nel caso di riflessio- 
ne speculare. 


-$ 53. Leghe superconduttrici 


L'esistenza di impurità influisce molto più profondamente sulle 
proprietà dei superconduttori che su quelle dei metalli normali. Le 
correzioni alle grandezze termodinamiche del metallo normale resta- 
no piccole finché è esigua la concentrazione z di atomi dell’impurità; 
esse diventano notevoli soltanto per z ~ 1, cioè quando la distanza 
interatomica media dell’impurità è commensurabile con la costante a 
del reticolo. Sottolineiamo che parliamo qui, ovviamente, dei con- 
tributi elettronici nelle grandezze termodinamiche, e di quelle di 
esse che sono definite dalla densità media di distribuzione degli 
stati quantistici degli elettroni conduttori nello spazio degli impulsi 
{tali sono, ad esempio, il calore specifico e la suscettività magnetica 
di campi deboli). 

Un altro quadro si ha nei metalli superconduttori. Ciò è dovuto 
all'esistenza di un parametro di lunghezza caratteristico (lunghezza 
di coerenza È;) che è più grande di a. Poiché la diffusione degli elet- 
troni sugli atomi dell’impurità viola la correlazione fra gli elettroni, - 
le proprietà del superconduttore possono variare notevolmente già 
quando la lunghezza del cammino libero degli elettroni } diventa 
uguale a È; quanto alla concentrazione x, essa resta ancora piccola. 
Diamo qui i risultati fondamentali qualitativi che sono indispensabi- 
li per una comprensione generale delle proprietà di queste leghe di 
piccola concentrazione 1). 

Supponiamo che gli atomi dell’impurità non abbiano né momen- 
to meccanico né tanto meno magnetico (impurità non paramagneti- 
che). In questo caso essi non fanno altro che influire debolmente sulle 
proprietà termodinamiche del superconduttore in assenza di campo 
magnetico. Il fatto è che queste impurità non violano la simmetria 
rispetto all’inversione del tempo. In effetti, l’interazione fra gli 
atomi dell’impurità, distribuiti in qualche modo, e gli elettroni si 
può descrivere mediante l’assegnazione di un campo potenziale 
U (r). In accordo con il teorema di Kramers, i livelli energetici degli 

1) La teoria completa delle leghe superconduttrici costruita da A. A. Abri- 


‘kosov e L. P. Gorkov è abbastanza complicata e supera i limiti del presente 
libro. Si vedano gli articoli originali in ZETF 35, 1558 (1958); 36, 319 (1959). 
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elettroni in questo campo restano doppiamente degeneri, mentre gli 
stati corrispondenti a questi livelli sono mutuamente invertiti nel 
tempo e, quindi, gli elettroni possono formare in essi coppie di 
Cooper. Ciò avverrà come sopra in prossimità di una superficie di 
Fermi marcata, con la sola differenza che la superficie stessa deli- 
mita ora gli stati riempiti non più nello spazio degli impulsi, bensì 
nello spazio dei numeri quantici del campo U (r); per una piccola 
concentrazione dell’impurità la densità di stati quantistici in prossi- 
mità della superficie di Fermi varia poco. 
chiaro perciò che dopo il calcolo della media rispetto alla 
«disposizione degli atomi dell’impurità, si devono ottenere delle for- 
mule che differiscono da quelle della teoria dei superconduttori puri 
solo per correzioni infinitesime dell’ordine di x. In particolare, tra- 
scurando queste correzioni, la temperatura del punto di transizione 7, 
e il salto in esso del calore specifico non cambiano (P. W. Anderson, 
1959). Pertanto non cambierà il rapporto a?/b fra i coefficienti nel- 
l'equazione di Ginzburg-Landau (si veda la (45,8)); la forma stessa 
di questa equazione è in generale indipendente dall'esistenza o meno 
di impurità, e vale in misura uguale sia per i superconduttori puri che 
per le leghe superconduttrici. i 
D'altra parte, le proprietà magnetiche del superconduttore, in 
particolare la profondità di penetrazione del campo magnetico, 
variano notevolmente già per l~ E. Stimiamo la profondità di 
penetrazione partendo dall’ipotesi che, anche se la concentrazione. 
o la lunghezza del cammino libero sia 1«& È, (A. B. Pippard, 
1953). . 
Le collisioni fra gli elettroni e gli atomi dell’impurità eliminano 
la correlazione nel moto degli elettroni a distanze r > l. Ciò vuol 
dire che il nucleo @ (r) nella relazione integrale fra la corrente e il 
campo nel superconduttore si annullerà esponenzialmente già a di- 
stanze r ~ l< ġo. Nella rappresentazione degli impulsi la funzio- 
ne Q (k) ora resterà rispettivamente costante nel dominio k < 4/l. 
Il valore di questa costante si può definire mediante una « cucitura » 
per kl ~ 4 con la formula (51,21), che rimane valida per k> 1//> 
> 1/È,. Troviamo così che 


2 IA A 
Q (kE) ~ 7 rt T per klg1. (53,1) 
La profondità di penetrazione ô è definita dalla relazione k? ~ 
~ Q (k)/c per k ~ 1/6 (si veda il $ 52). La (53,1) permette di ottenere 


~ 8P) n _ Éo 74/2 (puro) bo ) 14/2 
ô ~ P (1-0) | ram] E (r) (3), (58,2) 
e, affinché questa formula sia valida, deve essere verificata la disugua- 
glianza 6» l, che giustifica l'applicazione della (53,4); l’indice 
« puro » indica il valore in assenza di impurità (il valore del supercon- 
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duttore puro è inteso anche per È,). L'espressione (53,2) si può rappre- 
sentare anche mediante la formula dei London, intendendo con la 
densità del numero di elettroni superconduttori la grandezza 


ns ~ npurot./l. (53,3) 
Nei termini dei coefficienti œ e b dell'equazione di Ginzburg-Landau 
la relazione (53,2) significa (si veda la (45,16)) che 


Lot 


Tenendo anche conto dell’indipendenza suindicata del rapporto 
a?/b dalla impurità, troviamo che 


A~ Apurobo/l, b ~ bpuro (0/1). (53,4) 
Di qui, in accordo con la (45,17), il raggio di correlazione è 
E (T) ~ E (T)puro (50) (53,5) 
e il parametro x (45,18) vale 
% ~ %puroSo/{> Apuros l (53,6) 


Per una lunghezza di cammino libero sufficientemente piccola si 


ha x >1/V 2 in modo che i superconduttori sufficientemente « impu- 
ri » sono di seconda specie. 

Il dominio di applicazione delle equazioni di Ginzburg-Landau ai 
superconduttori « impuri » dal lato delle temperature basse è limitato 
di fatto soltanto dalla condizione T, — T< T.. In questo caso la 
disuguaglianza necessaria è (7) > l è equivalente alla condizione 
più debole seguente: 

= 8 
Tel < %iuro (È) re xd, 

Infine, spendiamo qualche parola sulle proprietà dei supercondutto- 
ri con impurità paramagnetiche. Queste impurità violano la simme- 
tria del sistema rispetto all’inversione del tempo e, quindi, violano 
il fenomeno stesso di accoppiamento degli elettroni (se i momenti 
magnetici esistono, l'inversione del tempo richiede che anche questi 
momenti cambino di segno, il che significa di fatto la sostituzione 
di un sistema fisico con un altro). Una misura numerica dell’influ- 
enza di queste impurità sulle proprietà del superconduttore è rappre- 
sentata dalla lunghezza del cammino libero l, nei confronti della 
diffusione con cambiamento della direzione di spin (dovuto all’in- 
terazione di scambio con gli atomi dell’impurità). La supercondutti- 
vità scompare allorché la concentrazione z raggiunge il suo valore 
critico, per cui l, ~ Éo- 
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In realtà, però, esistono due concentrazioni critiche, entrambe 
dello stesso ordine di grandezza. Per la più piccola di esse (x,) la 
fessura A nello spettro energetico si annulla, mentre la funzione 
d’onda condensata E diventa nulla solo per una certa concentrazione 
x > zı. Nel dominio delle concentrazioni comprese fra i valori 
zı € z; Sİ ha superconduttività senza fessura. Poiché nel dedurre l’equa- 
zione dei London al $ 44 abbiamo utilizzato soltanto il fatto stesso 
dell’esistenza della funzione condensata e considerazioni di invarian- 
za di gauge, è chiaro che le proprietà fondamentali del supercondut- 
tore, ossia l’esistenza della corrente superconduttrice e l’effetto 
Meissner, si conservano ugualmente in questo dominio. Per quanto 
riguarda la mancanza di una fessura nello spettro, ciò si rivela 
(nelle proprietà di equilibrio del conduttore) nell’andamento non 
esponenziale del calore specifico. È da notare che qui non c'è nessuna 
contraddizione con il criterio di superconduttività di Landau ($ 23), 
poiché questo criterio è in generale inapplicabile a sistemi non 
ordinati (di tipo delle leghe in questione), in quanto le eccitazioni 
elementari non sono caratterizzate da un impulso ben determinato 1). 


$ 54. Effetto Cooper per momenti orbitali 
non nulli di una coppia 


Si è già detto più di una volta che alla base della comparsa della 
superconduttività in un sistema di Fermi vi è l’effetto Cooper, ossia 
la formazione di stati legati (accoppiamento) da parte delle particelle 
che si attraggono sulla superficie di Fermi. Per un gas di Fermi la 
condizione di attrazione si formula come condizione di negatività 


della distanza di diffusione a = | U d?x, cioè che l’ampiezza di diffu- 


sione di due particelle nello stato a momento orbitale nullo rispetto 
al moto sia positiva, l = 0 (è questo stato a dare il contributo prin- 
cipale nella diffusione alle piccole energie). 

Tuttavia è valida un'affermazione molto più forte, la quale dice 
che l'accoppiamento (e, come conseguenza, la comparsa della super- 
conduttività) si produce se l’interazione è di carattere attrattivo 
almeno per un valore del momento l (L. D. Landau, 1959). Sotto- 
lineiamo che qui si tratta di un sistema isotropo (liquido o gas), dove 
gli stati si possono classificare in base ai valori di l. 

Dimostriamo questa affermazione per un gas di Fermi con un 
metodo che, in teoria, permette di determinare la temperatura Te 
della transizione allo stato superfluido, partendo unicamente dalle 
proprietà del sistema (gas di Fermi normale) alle temperature T >T.. 

Al $ 18 è stato detto che nel formalismo matematico delle fun- 
zioni di Green di un sistema di Fermi normale l’energia dello stato 


. 1) Per la teoria della superconduttività senza fessura si veda l'articolo 
originale di A. A. Abrikosov e L. P. Gorkov in ZETF 3 , 1781 (1960). 
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connesso di una coppia di particelle si rivela come polo della funzio- 
ne di vertice I; lo stesso si riferisce alla funzione di vertice termica 
(per T = 0) che indichiamo con 7. Dopo la comparsa di questo polo 
tutto il formalismo diventa in realtà inapplicabile, ma esso è ancora 
applicabile al primo momento, in cui, al diminuire della temperatura, 
per T = T., compare il polo e l'energia di legame della coppia in 
questo istante deve essere nulla; in questo caso gli stati delle fasi 
normale e superfluida coincidono. 
Nel diagramma a scheletro 


3 T 


4, 2 


il cerchietto indica la funzione — 7. Il punto di transizione 7, 
è definito, in accordo con quanto detto sopra, come la temperatura 
per la quale 7 ha un polo per 


bs = Ésa =0, Pi + Pa = 0. (54,1) 


La prima uguaglianza esprime il fatto che le particelle che si accop- 
piano si trovano sulla superficie di Fermi e che l'energia di legame 
della coppia è nulla; la seconda uguaglianza significa che le particelle 
che si accoppiano hanno impulsi opposti. 

L’ accoppiamento delle particelle compare già per un'attrazione 
debole a piacere. È chiaro che per la comparsa del polo è necessario |. 
che nella serie della teoria delle perturbazioni per una funzione di 
vertice ci siano dei termini, che contengono integrali divergenti per 
la condizione (54,1) e per 7,-+0 (con un'attrazione debole T, 
è piccolo); in caso contrario tutte le correzioni al termine (finito) 
della prima approssimazione sarebbero piccole a priori rispetto 
all’ultimo per tutte le temperature e il polo non potrebbe comparire. 

A questa condizione corrisponde una serie di diagrammi « a gra- 


dini » 


3 y 
SAET raga “da E ni ag A 
A gr WIRE PRN (54,2) 


. Come si vedrà più avanti, in tutti questi diagrammi (a partire dal 
secondo) il fatto che l’interazione sia piccola (per aggiunta di linee 


Ichi 
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tratteggiate) è compensata, nel senso suindicato, dalla divergenza 
degli integrali 1). 

Applicando a questa serie il procedimento che è stato già utiliz-. 
zato per passare dalla (17,3) alla (17,4), troviamo che l’uguaglian- 
za (54,2) è equivalente all’equazione in diagrammi 


R 5 B aep 
—° paa! = 10-2, (54,3) 
5 ` A EN S 
4 y 72 A: -2 k 


Agli estremi liberi e alle linee interne dei diagrammi corrispondono 
gli argomenti indicati nella (54,3) già tenendo conto delle condizio- 
ni (54,1): 


Pi 5 (0, Pi), Ps = (0, Ps), Q = (ibs, q). 


La dipendenza spinoriale delle funzioni di Green di un gas perfet- 
to è individuata nella forma G% = 8259 e quella delle funzioni 


di vertice (senza antisimmetrizzazione!) nella forma 


T yd, aB (Ps, P; P, P3) = Ôa yg (Ps, Pa; P., P3). 


Sviluppando i diagrammi (54,3) in base alle regole indicate al § 38 
e riducendo i fattori di spin, otteniamo l'equazione integrale che 
definisce la funzione J: 


I (Po—Psi Po —P)+T D |U (p0) 9O ta GN, x 


d? 
xI (4, — 4; Po — Pi) Tage =U (Pa— P3). (54,4) 


Nella somma e negli integrali che vi figurano sono fondamentali 
i valori piccoli della variabile discreta Gs e i valori q in prossimità 
della superficie di Fermi (si veda più avanti). Pertanto nei fattori 
U e J sotto il segno di integrale si può porre, = 0eg= pp. 
Sulla superficie di Fermi giacciono anche i vettori Pı € ps. In tal modo 
tutte le funzioni 7 ed U nell’equazione (54,4) dipenderanno ciascuna 
soltanto da una variablile indipendente, cioè dall’angolo formato 


1) Al diagramma (54,2) si dovrebbe associare la stessa serie di diagrammi 
con gli estremi 3 e 4 commutati, il che implica antisimmetrizzazione della 
funzione di vertice rispetto ai suoi argomenti di spin e orbitali. Tuttavia si 
può farne a meno per il problema posto qui della determinazione di To, poiché. 
o polo compare contemporaneamente in ambedue queste parti della funzione ` 

i vertice, i 


pr 
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da due dei vettori pı, p e q appartenenti tutti e tre alla superficie 
di Fermi. 

Ora si può risolvere l'equazione (54,4) sviluppando U e 7 in serie 
di polinomi di Legendre: 


U (9) = Si (21+1) aP, (cos 9), 
up» (54,5) 
T (0) = 2 (21+ 1) T1Pi(cos 8) 


dove ® è uno degli angoli suindicati. Sostituendo questi sviluppi 
nella (54,4) e integrando sulle direzioni mediante il teorema sulla 
somma delle funzioni sferiche, otteniamo 


ITi(1+all)=a, (54,6) 
dove i 
z da _ T x dg., 
ien y pm (És: d'arco 3 | + (54,7) 


la funzione $(® è presa dalla (37,13) e ng = 92m — p © vp (q — 
— Pr). In accordo con la formula (42,10) abbiamo 


ra 1 Nq d$q 
=r iti (54,8) 


La divergenza dell’integrale in dg = dn/vp nell’estremo superio- 
re è fittizia (si veda la nota alla pag. 197) e l’integrale deve essere 
tagliato in corrispondenza di un certo valore n % 8,3). Ma per T —> 0— 
l'integrale diverge logaritmicamente anche nell’estremo inferiore, 
cioè si comporta come In (1/7). 

Dalla (54,6) si vede che 7, diventa infinita (cioè 7 ha un polo) 
per la condizione 


4+al=0 (54,9) 


Ma questa equazione coincide formalmente con quella che definisce 
il punto di transizione per accoppiamento con = 0, differendo da 
quest'ultima soltanto per la sostituzione della « costante di lega- 
me » g con —a; (cfr. la (42,11)); intendendo questa formula come 
l'equazione che definisce T., bisogna porre A = 0 dopo di che e (p) 
coincide con np. Vediamo quindi che la funzione di vertice ha un 
polo se almeno una delle grandezze a; è negativa; inoltre la tempera- 


1) Data la rapida convergenza della somma su s nella (54,7), in essa sono 
effettivamente essenziali soltanto le È, piccole, mentre il carattere logaritmico 
dell’integrale in dq giustifica l’ipotesi circa la vicinanza fra q e pp. 
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tura di transizione è 
TO=Laexp(-Î_) (54,10) 
ae hi P ( javr i 
(si vedano le (40,4) e (39,19)). Se a; <0 per una serie di / distinti, 
la transizione si effettua alla temperatura 7 corrispondente a 
| a:| massimo 1). 

Si può mostrare che in ogni gas di Fermi (o liquido) composto di 
atomi elettricamente neutri le grandezze a; devono diventare in ogni 
caso negative per l sufficientemente grandi (L. P. Pitaevskij, 1959). 
La causa è che nell’interazione fra atomi neutri esiste sempre un 
dominio di distanze (grandi) alle quali essa ha carattere attrattivo, 
la cosiddetta attrazione di Van der Waals. 

In un liquido di questo tipo realmente esistente — l’isotopo 
liquido He? — la comparsa della superfluidità è dovuta, probabil- 
mente, all’accoppiamento per l = 1 ?). Non ci soffermeremo sulla 
struttura della fase superfluida e studieremo in breve la sola questione 
della scelta del parametro d’ordine che faccia distinguere questa fase 
da quella normale. Una grandezza nulla sopra il punto di transizione 
e diversa da zero sotto questo punto è la funzione di Green anomala 
Fap (t, r1; É, ra) = Fap (T3 — ro); come è stato detto al $ 44, essa fun- 
ge da funzione d’onda delle coppie legate di particelle. La sua com- 
‘ ponente di Fourier Fap (p) calcolata sulla superficie di Fermi (cioè 
per p = 2ppn) è funzione della direzione n (e non costante, come per 
l'accoppiamento con } = 0). In virtù dell’anticommutatività degli 
operatori p la funzione Fag (n) è antisimmetrica, così come deve 
essere, rispetto alla permutazione delle particelle: Fg (n) = 
= — Foa ( n). 

Per “accoppiamento con l = í (come con qualsiasi momento 
dispari) Fag è una funzione dispari di n, in modo che Fag è uno spi- 
nore simmetrico. Ciò vuol dire che lo spin di una coppia vale 1, come 
deve essere per lo stato di due fermioni identici con / dispari. Uno 
spinore simmetrico del secondo rango è equivalente a un vettore che 
indichiamo con d.. Nel caso di l = 1 la dipendenza di d da n deve 
corrispondere al polinomio di Legendre. P, (cos 0), cioè deve essere 
lineare: d; = piny. A descrivere la fase superfluida è il tensore com- 
plesso del secondo rango p;p (non necessariamente simmetrico!). 
In realtà esistono due fasi superfluide distinte dello He? liquido che 
differiscono per la forma del tensore w;x. 

1) Notiamo che se tutte le a; fossero positive la transizione non esisterebbe. 
e la formula (54,6) per 7, sarebbe valida per tutte le temperature fino a T = 0. 


In questo caso le 7, tenderebbero a zero per 7 +0 secondo la legge 7, œ> 
c~ 41/| In 7 |. Questo è l'annullamento per 7 = 0, menzionato nella nota alla 
pag. 44, della funzione 7 (e con essa della funzione di interazione delle quasi- 
particelle f) per le particelle con impulsi opposti. 

2) La transizione avviene alla temperatura ~1410-3 K. Osserviamo che la 
piccolezza di 7, garantisce l’esistenza del dominio di applicabilità della teoria 
del liquido di Fermi normale all’isotopo liquido He. 
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ELETTRONI IN UN RETICOLO 
CRISTALLINO 


$ 55. Elettrone in un campo periodico 


Gli strati elettronici degli atomi in un cristallo interagiscono 
fortemente gli uni con gli altri per cui non si può parlare più di livelli 
energetici dei singoli atomi, bensì soltanto dei livelli per la totalità 
degli strati elettronici di tutti gli atomi del corpo nel suo insieme. 
Lo spettro energetico elettronico è di carattere diverso per tipi diver- 
si di solidi. Quale passo preliminare nello studio di questi spettri 
è necessario, tuttavia, considerare il problema più formale del com- 
portamento di un elettrone in un campo spaziale periodico esterno 
che funge da modello di reticolo cristallino. A ciò sono dedicati 
i $$ 55-60. l 

La periodicità di un campo significa che esso non cambia per 
traslazione parallela rappresentata da un qualsiasi vettore del tipo 
a = na, + Na, + Ngaz (dove a,, a, ag sono i periodi fondamen- 
tali del reticolo ed n4, ne, ng numeri interi): 


U (r + a) = U (r). (55,1) 
Pertanto l'equazione di Schrödinger, che descrive il moto dell’elet 


trone in tale campo, è anch’essa invariante rispetto a qualsias 
trasformazione r +r + a. Ne segue che se w (r) è una funzione 


_d’onda di un certo stato stazionario, allora anche p (r + a) è una 


soluzione dell'equazione di Schrödinger che descrive lo stesso stato 
dell’elettrone. Ciò vuol dire che ambedue le funzioni devono coinci- 
dere a meno di un fattore costante:  (r + a) = costante- (r). 
È evidente che la costante deve essere uguale in modulo all’unità; in 
caso contrario, per ripetizione infinita della traslazione a (o —a), 
la funzione d’onda tenderebbe all’infinito. La forma generale di una 
funzione con questa proprietà è la seguente: 


Ysk (r) = ek"us (r), (55,2) 


dove k è un vettore costante (reale) qualsiasi e usk una funzione 
periodica 


usk (r + a) = Usk (r). (55,3) 
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Questo risultato è stato ottenuto per la prima volta da F. Bloch 
(1929); le funzioni d’onda della forma (55,2) si chiamano funzioni 
di Bloch, e spesso l’elettrone in un campo periodico è detto elettrone 
di Bloch. 

Per k dato l’equazione di Schrödinger ha in generale una serie 
infinita di soluzioni corrispondenti alla serie infinita di valori di- 
screti distinti dell'energia dell’elettrone e (k); l'indice s in Ysk nume- 
ra queste soluzioni. Lo stesso indice (numero della zona energetica) 
si deve assegnare anche ai diversi rami della funzione e = e, (k), 
ossia alla legge di dispersione dell’elettrone nel campo periodico. In 
‘“ogni zona l'energia assume valori in un intervallo finito. 

Questi intervalli, per zone diverse, sono separati da « fessure 
energetiche » o in parte si sovrappongono; nell’ultimo caso a ogni 
valore dell’energia nel dominio di due intervalli sovrapposti corri- 
spondono valori distinti di k (in ciascuna zona). Geometricamente ciò 
significa che le superfici isoenergetiche corrispondenti a due zone 
sovrapposte s e s’ si trovano in domini diversi dello spazio k. Formal- 
mente la sovrapposizione delle zone significa degenerazione, vale 
a dire che stati distinti hanno la stessa energia, ma poiché a questi 
stati corrispondono valori distinti di k, ciò non implica nessuna 
singolarità nello spettro. Si deve fare distinzione fra il caso generale 
di sovrapposizione, e l'intersezione di due zone quando e, (k) ed 
€s (k) coincidono negli stessi punti k (le superfici isoenergetiche si 
intersecano). Di solito con degenerazione è inteso proprio questo caso; 
l’intersezione conduce alla comparsa di certe singolarità nello spettro. 

Tutte le funzioni sx con s o k distinti sono, ovviamente, mutua- 
mente ortogonali. In particolare, dall’ortogonalità di psx con s di- 
stinti e k uguali segue l’ortogonalità delle funzioni usx. In questo 
caso, essendo queste ultime periodiche, è sufficiente integrare sul 
volume v di una cella elementare del reticolo; con una normalizzazio- 
ne appropriata si ha 


f USkUsk dv = Ôss. (55,4) 


Il significato del vettore k sta nel determinare l’andamento della 
funzione d’onda per traslazioni: la trasformazione r—>r + a la 
moltiplica per etka; 


psk (r + a) = ek (r). (55,5) 


Ne consegue immediatamente che la grandezza k, per sua stessa 
definizione, è non univoca: i valori che differiscono per un qualunque 
vettore b del reticolo inverso conducono al is andamento 
della funzione d’onda (il fattore exp {i(k + b) a} = exp (i ka)). 
In altre parole, questi valori di k sono fisicamente equivalenti e cor- 
rispondono a un medesimo stato dell’elettrone, cioè a una stessa 
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funzione d'onda. Si può dire che le funzioni w,x sono periodiche 
(nel reticolo inverso) rispetto all'indice k: 


Ps, k+b (r) = Psk (r). ` (55,6) 
L'energia è anch'essa periodica: 
£s (k + b) = e, (k). (55,7) 


Le funzioni (55,2) rivelano un’analogia con le funzioni d'onda 
dell'elettrone libero, ossia con le onde piane p = costante-exp (ipr/h), 
dove il vettore costante Ak funge da impulso che si conserva. Siamo 
giunti di nuovo (come nel caso del fonone nel V, $ 71) al concetto di 
quasi-impulso dell’elettrone in un campo periodico. Sottolineiamo 
‘ che in questo caso non esiste in generale un impulso che si conserva 
effettivamente, poiché la legge di conservazione dell’impulso nel 
campo esterno non è verificata, Tuttavia è sorprendente che in un 
campo periodico l’elettrone sia caratterizzato cionondimeno da un 
vettore costante. 

Nello stato stazionario di quasi-impulso dato %k, il vero impulso 
può avere, con probabilità diverse, un numero infinito di valori 
della forma % (k + b). Ciò deriva dal fatto che lo sviluppo di una 
funzione spazialmente periodica in serie di Fourier contiene termini 
della forma eih", 


Usk (r) “a n ds, kbeh, 


e pertanto lo sviluppo della funzione d'onda (55,2) in onde piane è 
Psk (£) = 2 as, k4p EHDE, (55,8) 


Il fatto che i coefficienti dello sviluppo dipendano unicamente dalle 
somme k + b esprime la proprietà di periodicità nel reticolo inverso 
(59,6). Sottolineiamo che questo fatto, così come la proprietà 
(55,6) non è una condizione supplementare imposta alla funzione 
d’onda, bensì conseguenza automatica della periodicità del campo 
U (r). 


Tutti i valori fisicamente distinti del vettore k appartengono 


a una cella elementare del reticolo inverso. Il « volume » di questa 
cella è (2x)?/v, essendo v il volume della cella elementare del reticolo 
cristallino stesso. D'altra parte, il volume dello spazio k/2n determi- 
na il numero di stati che gli corrispondono (riferiti all’unità di volu- 
me del corpo). In tal modo, il numero di questi stati compresi in 
ciascuna zona energetica è pari a 1/v, cioè al numero di celle elemen- 
tari nell’unità di volume del cristallo. 

Oltre alla periodicità nello spazio k le funzioni e; (k) godono 
anche di simmetria rispetto alle rotazioni e riflessioni, corrispon- 
denti alla simmetria delle direzioni (alla classe cristallina) del 
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reticolo. Inoltre, indipendentemente dall’esistenza o meno del centro 
di simmetria in una data classe cristallina, si ha sempre 


e, (—k) = s, (k). (55,9) 


Questa proprietà è conseguenza della simmetria rispetto all’inver- 
sione del tempo. Infatti, in virtù di questa simmetria, se ‘p,x è la 
funzione d’onda dell'elettrone in uno stato stazionario, allora la sua 
complessa coniugata wî descrive anch’essa uno stato con la stessa 
energia. Ma la wi, per traslazioni si moltiplica per e-ik8, vale 
‘a dire che le corrisponde il vettore —k 1). 

Consideriamo in seguito due elettroni in un campo periodico. 
Supponendoli come un unico sistema, avente w (r4, rs) quale funzione 
d’onda, troviamo che per traslazione parallela questa funzione deve 
essere moltiplicata per un fattore della forma e13, dove k si può 

. chiamare quasi-impulso del sistema. D'altra parte, a grandi distanze 
fra gli elettroni la funzione + (r;, ro) si riduce al prodotto delle fun- 
zioni d'onda dei singoli elettroni e per traslazione si moltiplica per 
eika eika, La condizione di coincidenza di ambedue le forme 
di questo fattore implica che 


k = k, + k, + b. (5510) 


-Ne segue, in particolare, che durante la collisione fra due elettroni 
in moto in un campo periodico la somma dei loro quasi-impulsi si 
conserva a meno di un vettore del reticolo inverso: 


k, + k, = k) +k; + b. (55,11) 


L’ulteriore analogia fra quasi-impulso e vero impulso deriva dalla 
definizione di velocità media dell’elettrone. Il suo calcolo richiede 


che sia determinato l’operatore velocità v = r nella rappresentazio- 
ne k. Gli operatori in questa rappresentazione agiscono sui coeffi- 
cienti csk dello sviluppo di una funzione d’onda arbitraria in auto- 
funzioni psk: 


p= DI | canpondiQ. (55,12) 


Troviamo dapprima l’operatore T. Abbiamo l'identità 


vB f oara 3 fen (SIE teaa) an 


1) Quando le zone si sovrappongono, da queste considerazioni risulta 

soltanto, a rigore, che s; (—k) = £, (k), dove s e s' sono i numeri di certe zone. 

- Tuttavia, mediante una scelta appropriata dei numeri dei rami distinti della 
funzione e (k), si può ottenere che l’uguaglianza (55,9) sia verificata. 
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Nel primo termine integriamo per parti e nel secondo sviluppiamo--- 
la funzione du,x/0k (periodica come la funzione stessa usg) nel siste- 
ma di funzioni mutuamente ortogonali u,x con lo stesso k: 


du, 
dk 


=—-iD (sk | Q | s'k) usk, (55,13) 


s 


dove (sk |Q [s'k) sono coefficienti costanti. Allora otteniamo 
. desk ’ 3 
rp=Y | ipa i Pet D) | ca (sk |Q | s'k) pord'k = 
de 
= 5 f fi ea + 5 (s’k | Q | sk) cru} Psxd9k. 


D'altra parte, per definizione dell'operatore r, deve essere 
rp= 5 { (Ees) pskd?k. 
s 


Confrontando con l’espressione ottenuta troviamo che 
a { ô PN : 
r=i g t% (55,14) 


dove l'operatore (hermitiano) Ò è dato dalla sua matrice (s'k | [sk). 
È essenziale che questa matrice sia diagonale rispetto all'indice k, 
e perciò l'operatore Q è commutativo con l'operatore k = k. 
L'operatore velocità si ottiene, in base a regole generali, median- 
te commutazione dell’operatore r con l’operatore hamiltoniano 
dell’elettrone. Nella rappresentazione k l'operatore hamiltoniano 7 
è una matrice diagonale rispetto a k e al numero di zone s e con ele- 
menti e; (k) 1). Quanto all’operatore 9/9k agente sulla sola variabi- 
le k, esso è diagonale nei numeri s. Pertanto nell'espressione 


Sd se Liz ð ô 5 s 


il primo termine è una matrice diagonale di elementi 


4 
Th 


ĝ 1 98s (k 
(cel) 7 


1) Più precisamente, si deve parlare di rappresentazione ks. Ricordiamo 
che le funzioni d'onda in questa rappresentazione, cioè le Csy, non sono completa- 


mente arbitrarie in quanto devono essere periodiche in k. 
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Gli elementi di matrice di Ê sono legati a quelli di Q dalla relazione 


(sk | Å | s'k)=+-[e, (k)— es (k)] (sk | Q | s'k); 


questa espressione si annulla per s = s’, vale a dire che Q non ha 
elementi diagonali rispetto al numero di zona. Quindi, troviamo 
infine che gli elementi matriciali della velocità dell'elettrone sono 


£s (k) 


A> (sk|v]|s'k)=(sk[92]s"k) (845°). (55,15) 


(sk | v | sk) = 


Gli elementi diagonali di questa matrice rappresentano le medie 
della velocità negli stati corrispondenti. Quindi queste medie, come 
funzioni del quasi-impulso, sono date dall'espressione 


vari ô s k : 
V= n) (55,16) 


che è completamente analoga alla relazione classica ordinaria. 

Finora abbiamo ragionato a prescindere dall’esistenza dello 
«spin negli elettroni. Trascurando gli effetti relativistici (interazione 
spin-orbitale) e tenendo conto dello spin, ciò implica la doppia degene- 
razione di ciascun livello energetico, con valore dato del quasi- 
impulso k, nei due valori della proiezione dello spin su una direzione 
fissata nello spazio. Se invece si tiene conto dell’interazione spin- 
orbitale, la situazione è diversa a seconda che il reticolo cristallino 
abbia o meno centro d’inversione. 

L'interazione spin-orbitale per l’elettrone in un campo periodico 
è descritta dall’operatore 

i ih? 3 

H. = zaa [OVU] V, (55,17) 


dove.o è la matrice di Pauli (si veda IV, $ 33). Le funzioni d'onda 
soggette all’azione di questo operatore sono spinori di primo rango 
Pska, in cui œ è un indice spinoriale. Secondo il teorema di Cramers 
(si veda III, $ 60) riferentesi a qualsiasi campo elettrico (compreso 
quello periodico), gli spinori complessi coniugati wsxa e wa deseri- 
vono sempre due stati distinti con la stessa energia. Poiché, al tem- 
po stesso, la funzione wîka corrisponde al quasi-impulso — k, arri- 
viamo di nuovo (ma questa volta tenendo già conto dell’interazione 
spin-orbitale) a una relazione della forma (55,9): 


Eso (—k) = Eso9 (k), (55,18) 
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dove gli indici o e o’ distinguono due stati di spin diversi (invertiti 
nel tempo) !). 

L’uguaglianza (55,18) non significa, ovviamente, degenerazione 
nel senso di cui si è parlato sopra, poiché l’energia nei due membri 
dell’uguaglianza si riferisce a diversi valori di k. Ma se il reticolo gode 
di centro d’inversione, gli stati con k e —k hanno la stessa energia. 
Allora abbiamo l’uguaglianza so (k) = £s (k), la quale esprime 
di nuovo la doppia degenerazione di ciascun livello con quasi- 
impulso dato. 

Accanto alla degenerazione dovuta alla simmetria rispetto all’in- 
versione del tempo, per l’elettrone in un campo periodico può verifi- 
carsi anche una degenerazione dovuta alla simmetria spaziale del 
reticolo. A queste questioni è dedicato il $ 68. 


PROBLEMI 


1. Trovare la legge di dispersione per il moto unidimensionale dell'elettrone 
TOR campo periodico rappresentato nella fig. 10 (R. Kronig, W. G. Penney, 
Soluzione. La funzione d'onda nel dominio della buca I (0<x< a) ha 
la forma 


p= ce! 18 cTit, 4, = Y2me/h, (1) 
e nel dominio della barriera Il (-b<x<0) 
p= cege” ce i”, x= V 2m (e—Uo)/À. (2) 


Nel dominio della barriera successiva III la funzione d’onda deve differire 
dalla forma (2) soltanto per il fattore di fase 
e'k(a+b), essendo a + b il periodo del campo: 


p= ethla+b) (czea(x-a-0) 1 ce iX2(x-a-b)), (3) 


Le condizioni di continuità di p e 4” nei punti 
x= 0 e z= a forniscono quattro equazioni per 
C1» + « +, C4; la condizione di compatibilità di 
queste equazioni conduce all’equazione di disper- 
sione 


vi di cos k (a +b) = cos xa -cos xab — 
1g. 
5 1 (1+) sen x;a-Sen xb, (4) 


2 Ko 1 


che definisce in forma implicita la dipendenza cercata e (k). Per e < Uo la 
grandezza xs è immaginaria e allora l’equazione si deve riscrivere nella forma 


x 
cos k (a+b) = cos xja-ch mbl +3 (2L i ) sen xicssh lxobl. (5) 


1) Tenendo conto dell’interazione spin-orbitale, l'operatore di proiezione 
dello spin non è più commutativo con l’operatore hamiltoniano, cosicché questa 
proiezione non sì conserva e gli stati di spin non possono essere caratterizzati, 
a rigore, da questo numero. 
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Se passiamo nella (5) al limite U, + œ, b +0 per U,b = costante = Pa, 
otteniamo l’equazione di dispersione 
Pma? senxa 
_———__ 6 
h? “a s; id ( ) 


cos ka = cos xa +- 


Essa permette di risolvere il problema dei livelli energetici nel campo periodico 
composto di picchi funzionali tipo ô: 


U (z)=aP X} ô (z— an). 


La fig. 14 rappresenta la costruzione grafica che illustra la distribuzione delle 
radici dell'equazione (6). Il secondo membro dell'equazione è rappresentato qui 


Fig. 11 


come funzione di xa; quando essa descrive i valori compresi fra -+4 e —1, le 
radici descrivono i valori negli intervalli indicati con segmenti in grassetto 
sull'asse delle ascisse. 

2. Trovare la legge di dispersione per il moto unidimensionale di una parti- 
cella in un campo periodico debole U (z). 

Soluzione. Considerando il campo come piccola perturbazione, partiamo 
dall’approssimazione nulla in cui la particella compie un moto libero descritto 
dall’onda piana 


PO (2) = (Na) -1feiha 


la normalizzazione è per í particella sulla lunghezza Na; a è il periodo del 
campo); l'energia della particella vale e(0) = 4°%?/2m. Rappresentiamo la 
funzione periodica U (x) sotto forma di serie di Fourier 


CO 
U (2) = >. U ne2tinz/a, 


n=- c0Ì 


Gli elementi matriciali di questo campo rispetto alle onde piane sono diversi 
da zero soltanto per le transizioni fra gli stati con vettori d'onda k e k' = k + 
+ 2nn/a e in questi casi valgono Upp = Un. 

Nella prima approssimazione della teoria delle perturbazioni la correzione 
all'energia è data dall’elemento di matrice diagonale £04) = Upp = Uo, vale 
a dire da una costante indipendente da k, la quale non fa altro che spostare 
l’origine del calcolo dell’energia. Fanno eccezione, però, i livelli energetici 
nell'intorno dei valori k = nn/a (n= +1, +2, ...). In questi punti k dif- 
ferisce solo per il segno dai valori k’ = k — 2nn/a, cosicché le energie e(0) (k) 
ed (°) (k') coincidono. Quindi, nell'intorno di questi valori gli elementi di 
matrice per le transizioni fra gli stati con energie vicine sono diversi da zero 
e per la determinazione della correzione deve essere applicato il metodo della 
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teoria delle perturbazioni riferito al caso di autovalori vicini (si veda III" 
$ 79). La risposta è data dalla formula (79,4) del volume III, secondo la quale 
nel caso considerato abbiamo 


en (= [e0 (k) eO (k— Kn)] +! 
#{4 LO M_e0 — En) Ua}, 


dove Kn = 2an/a e la costante additiva U, è omessa; la scelta del segno davanti 
alla radice è data dalla condizione che lontano dai valori k = + K„/2 la fun- 
zione e (k) si trasformi in (°) (k): i segni positivo e negativo si riferiscono ri- 
spettivamente ai domini |kK]>|X,/2| e |kK]<|Xxy/2|. Nei punti stessi 


2 K 
a 


k = +£K,/2 la funzione e (k) compie un salto pari a 2 | Un |. Nella fig. 12, a 
l'energia e (k) è rappresentata come funzione della variabile k, che prende 
i valori da — oœ a + co. Se invece i valori di k (quasi-impulso) saranno riferiti 
all’intervallo +x/a, avremo la fig. 12, b, dove sono rappresentate le due prime 
zone energetiche. 
da sottolineare che le zone nella fig. 12 (così come nella fig. 11) non 
si sovrappongono. Questa è la proprietà generale del moto unidimensionale 
in un campo periodico. Ciascun livello energetico è doppiamente degenere 
(rispetto al segno di k), e la degenerazione di molteplicità più grande è in gene- 
rale impossibile nel moto unidimensionale. Notiamo anche che nel caso unidi- 
mensionale le frontiere di ciascuna zona (minimi e massimi di e (k)) corrispon- 
dono ai valori k = 0 e k = n/a. Il fatto è che le funzioni d’onda corrispondenti 
alle energie nell'intervallo vietato vanno moltiplicate, per traslazione di un 
periodo a, per un fattore reale (per cui crescono indefinitamente all’infinito). 
Per quanto riguarda gli intervalli di energia permessi, le funzioni d’onda sotto 
la detta traslazione si moltiplicano per etka. Quindi, questo fattore sulla fron- 
tiera fra gli intervalli vietati e permessi deve essere contemporaneamente reale 
e uguale in modulo all'unità da cui segue l’uguaglianza a zero o a x di ka. 
3. Trovare la legge di dispersione di una particella in un campo periodico 
unidimensionale, rappresentante una successione di buche di potenziale sim- 
metriche, che verificano la condizione di quasi-classicità (per cui la probabilità 
di penetrazione della particella attraverso la barriera fra le buche è piccola). 
La soluzione è analoga alla risoluzione del problema della scomposizione 
dei livelli in una buca doppia (III, $ 50, problema 3). Supponiamo che pọ (z) 
sia la funzione d’onda normalizzata, che descrive il moto (con un’energia eo, 
fig. 13) in una delle buche, cioè che si smorzi esponenzialmente da ambo i lati 
delle frontiere di questa buca; questa funzione è reale e può essere pari o dispari 
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rispetto alla variabile z. Ma la funzione d’onda corretta di approssimazione zero 
per il moto della particella in un campo periodico è la somma 


0 
pa (2)=C DI) eikamp (can), (7) 
n=—c0 
dove C è una costante normalizzata (per traslazione z + x + a questa funzione 


è moltiplicata, come necessario, per etka), 
Scriviamo le equazioni di Schrödinger 


HE leU (va =0, HET leU (elpo, 


moltiplichiamo la prima per ‘pe la seconda per pp, sottraiamo termine-a-termine -. 


u(x) 


e integriamo su dx nei limiti da —a/2 ad a/2 (fig. 13). Osserviamo che i prodotti 
Po (z) Po (z — an) con n = 0 sono ovunque trascurabilmente piccoli e perciò 


al2 
Pr (2) do (2) de ~ C. 


. -a/2 
Troviamo che 


À f 
e (k) — £8 = a [Pok — obi ]_0/5. 


Per x = a/2 nella somma (7) si devono conservare i soli termini in n= 0 e n = 
= 1, mentre wo (—a/2) = +p (4/2) a seconda della parità o disparità della 
funzione w (z): 


Pr (a/2) Ea Cpo (a/2) (1 + etka), 
ph (a/2) = Cy (a/2) (4 =Œ eika); 


analogamente, per z = —al2, si devono conservare i soli termini in n = 0 
e n= í. Come risultato otteniamo 
i 2h? a a 

e(k)— s= t w(-5) xi (5) cos ka. 


Occorre sostituirvi i valori 


olimi [H f wora], 


xo 
TORE] 
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“dove œ è la frequenza classica delle oscillazioni della particella nella buca; 
zo è il punto di rotazione corrispondente all’energia eo. Infine abbiamo 

š a/2 

— 4 
e (k)— £= + Se VDcoska, D=exp [3 f lp (dl d]. 
xo 

Così, ciascun livello energetico e,, corrispondente al moto della particella in 
una buca isolata, si allarga in una fascia stretta (zona) di larghezza 2fhoD!/2x, 
definita dal coefficiente di penetrabilità D della barriera di potenziale che 
separa due buche. 


$ 56. Influenza di un campo esterno sul moto. 
dell'elettrone in un reticolo 


Consideriamo il moto dell’elettrone allorché sul reticolo agisce 
il campo magnetico costante H. Se partiamo dall'operatore hamilto- 
niano dell'elettrone in un campo periodico U (r) nella rappresenta- 
zione delle coordinate 


GP 
Ê= LU) (56,1) 
(essendo p = — ihV l'operatore del vero impulso), allora l'introduzio- 
ne del campo magnetico esterno si esegue nel modo usuale seguente: 
A 1 a 2 
Ê=- (P—ŻA) +U (r), (56,2) 


dove A (r) è il potenziale vettoriale del campo. Tuttavia il problema 
diventa radicalmente più semplice — nel caso di un campo suffi- 
cientemente debole — mediante il passaggio alla rappresentazione 
dei quasi-impulsi. 

La struttura zonale dello spettro energetico dell'elettrone nel 
reticolo ha una varietà ricchissima di forme possibili, per cui la 
condizone di debolezza del campo esterno può essere formulata in 
termini generali soltanto in modo poco corretto. Supponiamo che 
prima dell’applicazione del campo l’elettrone si trovi in una certa 
zona (s-esima). Indichiamo con e, la più piccola delle grandezze 
energetiche che caratterizzano questa zona, ossia la sua larghezza 
caratteristica o la distanza dalle zone vicine (cioè le. differenze 
€s (k) — ey (k) per k dati). Affinché il campo magnetico si possa 
considerare debole, in ogni caso deve essere soddisfatta la condizione 


hon< £o (56,3) 


dove la «frequenza di Larmor» og -|e|H/m*c e m* ~ hklv 
è la massa efficace dell’elettrone 1). 


1) Una definizione più esatta della frequenza verrà data più avanti dalla 
formula (57,7). Per gli elettroni di conduzione in un metallo (si veda il $ 61) 
i valori caratteristici k ~ 4/a (essendo a la costante del reticolo); ponendo 
anche e, ~ h?/m*a? troviamo che la condizione (56,3) è equivalente alla disu- 
guaglianza rg > a, dove il «raggio orhitale» rg ~ v/og. 
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In assenza di campo esterno l'operatore hamiltoniano dell’elet- 
‘trone nel reticolo nella rappresentazione k è, come è stato detto, una 
matrice diagonale di elemento e; (k). Se il campo esiste, l'operatore 
hamiltoniano conterrà anche il potenziale A (r) e le sue derivate 
rispetto alle coordinate, ossia l'intensità H (e in un campo non omo- 
geneo anche le derivate successive dell’intensità); nella rappresenta- 
zione k la funzione A (r) viene sostituita dall'operatore A = A (r), 
dove r è l’operatore (55,14). 

Il potenziale A (r) è funzione delle coordinate crescente (linear- 
mente per un campo omogeneo). Essendo crescente, il potenziale, 

—anche per un campo debole, non rappresenta mai una piccola pertur- 
bazione nell’operatore hamiltoniano di un sistema illimitato 
(elettrone nel reticolo). Questa è la ragione per cui persino un campo 
magnetico debole cambia notevolmente le proprietà di un sistema 
‘esteso, trasformando lo spettro continuo in quello discreto (quantiz- 
za i livelli, si veda il $ 58). Quanto all’intensità di un campo debole 
(a differenza del potenziale), essa conduce soltanto a piccole corre- 
zioni. 

Mostriamo che, trascurando queste correzioni, la dipendenza 
dell'operatore hamiltoniano dal potenziale si può precisare in forma 
generale partendo dalle sole condizioni di invarianza di gauge. 
Dato che stiamo considerando campi costanti, è sufficiente sfruttare 
l’invarianza delle equazioni rispetto alle trasformazioni seguenti, 
indipendenti dal tempo, del potenziale e delle funzioni d'onda: 


A>A+Vh y>wyexp(41), (56,4) 
dove f(r) è una funzione delle coordinate arbitraria (si veda III 


(111,8-9)). 

In un campo debole A (r) è una funzione delle coordinate variabi- 
le lentamente. Per chiarire il ruolo di questa variazione lenta, 
consideriamo dapprima il caso limite del potenziale costante: 
A (r) = costante = A, (è ovvio che il potenziale costante è virtuale 
poiché in questo caso non esiste campo, per cui si tratta di una tra- 
sformazione formale). Il passaggio da A = 0 ad A = A, è equivalente 
alla trasformazione (56,4) con f = Ayr; perciò al posto delle auto- 
funzioni iniziali (per A = 0) 


Psk = Usgetkr (56,5) 
il nuovo operatore hamiltoniano avrà le autofunzioni 
Usk (r) exp fi (k +É 4o) r} A 


Di qui si vede che per dare al quasi-impulso il significato precedente 
(di una grandezza che definisce il cambiamento di fase della funzione 
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così definita si può chiamare quasi-impulso generalizzato. Allora le 
nuove autofunzioni si scrivono nella forma 

Ysk = Us, K- eAo/he (r) GARE, 
cui corrispondono i seguenti valori dell’energia dell’elettrone: 
€, (k) = e, (K — eAv/fic). Possiamo ora affermare che per un poten- 
ziale A (r) non costante, ma variabile lentamente nello spazio, le 
funzioni d'onda nell’approssimazione « nulla » (rispetto all'intensità 
del campo) sono 


Psk = Us, K-eA(r)/ncet", (56,6) 


dove grazie alla variabilità di A le funzioni u non sono più rigoro- 
samente periodiche) !). Ora le energie e, (K — eA/fic) si devono 
considerare come operatori costituenti l’operatore hamiltoniano 
nella rappresentazione K. Allora, nella stessa approssimazione, 
con r va inteso l'operatore r = i0/0K, omettendo il secondo termine 


(È) nella definizione (55,14). Infatti, agendo sulla funzione d’onda 
l'operatore i0/0K, come ordine di grandezza, la moltiplica per una 
« dimensione orbitale » ry, che aumenta al diminuire del campo, 


mentre il risultato dell’azione dell’operatore Ê sulla funzione d'onda 


non contiene questo fattore crescente. In questo senso l'operatore © 
in un campo debole è piccolo rispetto ad i0/0K. Poiché, d’altra parte, 
l'operatore 0/0K è diagonale rispetto ai numeri delle zone, l'opera- 
tore hamiltoniano è anch'esso diagonale. 

Arriviamo così al risultato che il moto dell’elettrone nel reticolo 
inun campo magnetico debole è descritto dall’operatore hamiltoniano 


(nella rappresentazione K). 


a 


Î,=e,(K-7A(î), =i (56,7) 
(R. Peierls, 1933). Questa approssimazione. ha quindi una completa 
analogia con il metodo di introduzione del campo magnetico nell’ope- 
ratore hamiltoniano della particella libera nella rappresentazione 
degli impulsi. 


1) Se sviluppiamo le (56,6) in funzioni w,y, lo sviluppo in generale conterrà 
funzioni con s distinti. Sottolineiamo, però, che ciò non significa affatto tran- 
sizione reale in altra zona, ma esprime soltanto la variazione della funzione 
d'onda sotto l’influsso del campo costante; ricordiamo in proposito che un 
campo costante non può in generale causare una transizione reale accompagnata 
da variazione dell’energia. Per precisare la situazione venutasi a creare, bisogna 
osservare che, sebbene il campo sia debole, la variazione della classificazione 
degli stati ad esso legata (comprese le corrispondenze fra il quasi-impulso e l’ener- 
gia) è notevole. 
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L'espressione (56,7) non è ancora completamente definita in 
quanto non è stabilito l’ordine d’azione degli operatori non commu- 
tativi componenti del vettore k = K — eÀ/he. Questo ordine deve 
essere determinato in modo tale che l'operatore hamiltoniano sia 
hermitiano. Si può sempre ottenerlo in teoria rappresentando la 
funzione periodica (nel reticolo inverso) e, (k) in forma di serie 
di Fourier 


8s (k) = `) Asaetta (56,8) 
a 


-(la sommatoria è estesa a tutti i vettori a del reticolo diretto). Dopo 
la sostituzione k — È l'esponente di ciascun termine di questa serie 
conterrà un solo operatore (proiezione del vettore A su a) in modo che 
non c'è più bisogno di stabilire l'ordine d’azione, in quanto tutto si 

riduce alle potenze di questo unico operatore. Questo metodo di 
« hermitizzazione » non è, ovviamente, unico. È importante, tutta- 

| via, che la differenza fra metodi diversi vada oltre i limiti dell’ap- 

prossimazione considerata, poiché i commutatori degli operatori k,, 

ky, k, in questa approssimazione rappresentano grandezze piccole. 

Così, per l’operatore di campo omogeneo abbiamo 


‘1 i ô J. 

A=35fl=3[H}]: (56,9) 
un calcolo diretto permette di trovare che i commutatori 

ksky—kyx=i7-H,, ai (56,10) 


sono proporzionali alla piccola intensità H. 

Gli operatori r = i0/0K e K = K hanno le stesse regole di com- 
mutazione delle coordinate e gli impulsi generalizzati della particella 
« libera » (senza reticolo). È naturale perciò che il calcolo dei commu- 
tatori degli operatori r e K con l'operatore hamiltoniano conduca 
alle equazioni 


= o ° Ê 
dina r=- (56,11) 


che hanno la forma delle equazioni di Hamilton ordinarie (per il loro 
calcolo si vedano le formule (16,4-5) del volume III). 

Ripetiamo di nuovo che l'operatore hamiltoniano (56,7) è appros- 
simato nel senso che in esso somo omessi tutti i termini dipendenti 
dall’intensità H e non contenenti grandi fattori, cioè dell'ordine di 
grandezza delle dimensioni orbitali ry. In approssimazioni suc- 
cessive la risposta può essere presentata sotto forma di un operatore 


hamiltoniano efficace H, (K — eÀ/he, H), diagonale rispetto ai 
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numeri delle zone ma non più esprimibile con le sole funzioni _. 
€s (k) !). 

Se trascuriamo l'interazione spin-orbitale e teniamo conto dello 
spin dell'elettrone, ciò implica nell’operatore hamiltoniano la — 
comparsa di un termine ordinario, che descrive l'interazione fra il 
momento magnetico e il campo: —ficH, dove o sono le matrici di 
Pauli e B = | e |R/2mc è il magnetone di Bohr. Se il cristallo ha 
centro d’inversione, l’interazione spin-orbitale non fa altro che 
cambiare il momento magnetico dell’elettrone in modo che l’intera- 
zione dello spin con il campo magnetico assuma la forma 


—Po:H rbin (k). (56,12) 


Infatti, in questo caso l'operatore hamiltoniano deve essere invarian- 
te nei confronti delle operazioni contemporanee di inversione del 
tempo e di inversione. In questa trasformazione bisogna sostituire 
H — —Heo-+ — o per k invariato; la formula (56,12) è un’espres- 
sione generale soddisfacente alla condizione posta. Il tensore &;x (k) 
non si può calcolare, ovviamente, in forma generale. 

Consideriamo infine il comportamento dell’elettrone per applica- 
zione al reticolo di un campo elettrico debole E. La condizione di 
debolezza significa che l’energia acquistata dall'elettrone nel 
campo a distanza —a è piccola rispetto all'energia caratteristica 
eo: |e | Ea< e. 

Come nel caso del campo magnetico, sono più importanti i termini 
contenenti una funzione delle coordinate crescente, cioè il potenziale 
scalare del campo elettrico ọ (r). La dipendenza dell'operatore ha- 
miltoniano da ọ si può precisare di nuovo in forma generale parten- 
do da considerazioni analoghe a quelle suindicate. Infatti, lapplica~ ` 
zione di un potenziale fittizio costante @ = Po è equivalente nell’e- 
quazione di Schrödinger all’associazione all'energia di un termine 
costante ep); tale termine viene aggiunto anche a tutti gli autovalori 
g, (k). Se, invece, il potenziale ọ (r) è non costante, bensì lentamente 
variabile nello spazio, un termine operatoriale analogo si aggiunge 
all'operatore hamiltoniano efficace nella rappresentazione k: 


H,= e, (k) + ep (1). (56,13) 


1) Un esempio semplice di calcolo del termine di correzione verrà dato 
al $59. Per un metodo'regolare che permetta di ottenere l'operatore hamiltoniano 
nella forma di serie di potenze di H, nonché per espressioni generali dei primi 
termini di questa serie si veda Æ. I. Blount, Phys. Rev. 126, 1636 (1962); Solid 
State Physics, volume XIII, pag. 306 (1963). Notiamo che, se il cristallo ha 
centro d’inversione, la serie inizia dai termini dell'ordine di grandezza di H? 
(si veda il $ 59). ‘ 
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$ 57. Traiettorie quasi-classiche 


Applichiamo i risultati ottenuti nel paragrafo precedente a un 
caso importante in cui il movimento dell’elettrone nel campo magne- 
tico è quasi-classico. La condizione di quasi-classicità richiede, come 
è noto, che la variazione della lunghezza d’onda di de Broglie della 
particella sia piccola a distanze dell’ordine della sua grandezza. Nel 
dato caso questa condizione è equivalente alla disuguaglianza 


Tu h (57,1) 


x 


vale a dire che il raggio di curvatura dell’orbita è grande rispetto 
alla lunghezza d’onda XA ~ 41/k 1). 

Nel caso quasi-classico ha senso il concetto di traiettoria della 
particella. Essa è definita dalle equazioni del moto che si ottengono 
dalla (56,11) sostituendovi gli operatori con le grandezze classiche 
corrispondenti: ì 

$ ôH ôH e 
n= -> vega: H=e(K_xz A) 
(per brevità omettiamo l’indice s). Sviluppiamo queste equazioni 
introducendo al posto del quasi-impulso generalizzato K il « quasi- 
impulso cinetico » 


e 
k=K-7-A(). 


Abbiamo 


hdk , e dA(r) __QdH _e dAi 
TE di or cc i ar * 


Scrivendo qui dA/dt= (vV) A e osservando che 
(viV) 4ı— (YV) A = [v rot A] = [vH], 


otteniamo l'equazione del moto 


h dk e de 
cani ef (57,2) 

Quest'ultima differisce dall’equazione_classica di Lorentz sol- 
tanto per una diversa forma di e (k): qui al posto della funzione 
quadratica semplice abbiamo a che fare con una funzione periodica 
complessa; corrispondentemente v (k) è anch’essa una funzione 
periodica complessa. Questa circostanza conduce, naturalmente, 
a un cambiamento sostanziale del carattere del moto dell’elettrone. 


1) Questa condizione, in generale, è più forte della (56,3). Ma se k ~ 1/4 
(come si ha per gli elettroni conduttori nel metallo), allora le due condizioni 
coincidono e di fatto sono sempre soddisfatte: perry ~ chk/j e| H ~ cħla| e} H 
la condizione rg > a richiede che H & ch/l ej a? ~ 108-109 e. 
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Consideriamo il moto dell’elettrone in un campo magnetico omo- 
geneo. Moltiplicando per v l'equazione (57,2), troviamo nel modo ` 
ordinario che fiv dk/dt = de/dt = 0. Moltiplicando invece per H 
l'equazione (57,2), troviamo che d (Hk)/dt = 0. Quindi, quando l’elet- 
trone si muove nel reticolo, così come quando l’elettrone libero si 
muove in un campo magnetico, abbiamo 


e = costante, k, = costante (57,3) 


(l’asse z coincide con la direzione del campo H). Le uguaglianze (57,3) 
definiscono la traiettoria dell’elettrone nello spazio k. Geometrica- 
mente questa traiettoria rappresenta il contorno della sezione della 
superficie isoenergetica e (k) = costante con un piano perpendicola- 
re al campo magnetico. 

Le superfici isoenergetiche possono avere la forma più disparata. 
Esse possono contenere (in ciascuna cella del reticolo inverso) più 
fogli non connessi fra di loro. Questi fogli possono essere a connessio- 
ne semplice o multipla, chiusi o aperti. Per precisare l’ultima distin- 
zione è comodo considerare una superficie isoenergetica prolungata 
periodicamente a tutto il reticolo inverso. Allora ogni cella conterrà 
delle cavità identiche chiuse, mentre le superfici aperte attraver- 
sano con continuità tutto il reticolo uscendo all'infinito 1). 

Le sezioni della superficie isoenergetica sono formate dalla 
somma di un insieme infinito di contorni. A questi ultimi apparten- 
gono sia i contorni della sezione di fogli distinti della superficie 
isoenergetica nei limiti di una sola cella del reticolo inverso, sia 
i contorni della sezione di fogli che si ripetono in celle distinte. Se 
il foglio della superficie isoenergetica è chiuso, tutte le sue sezioni rap- 
presentano anch'esse curve chiuse. Se invece il foglio è aperto, le 
sue sezioni possono essere sia chiuse che aperte (cioè prolungabili 
con continuità attraverso tutto il reticolo inverso). 

La quasi-classicità del movimento significa anche una probabi- 
lità piccola di rottura magnetica, cioè di variazione a salto del quasi- 
impuslo dell’elettrone con passaggio da un contorno all’altro (a que- 


- sta condizione di probabilità piccola torneremo alla fine del presente . . 


paragrafo). Se questa probabilità viene trascurata, allora l’elettrone 
descrive un solo contorno di sezione della superficie isoenergetica. 

Consideriamo in dettaglio il moto lungo una traiettoria chiusa 
nello spazio dei quasi-impulsi. Questo moto è, evidentemente, perio- 
dico nel tempo; determiniamone il periodo. 


1) A scanso di equivoci sottolineiamo che non sempre è possibile scegliere 
la cella del reticolo inverso in modo tale che tutti i volumi chiusi e sostanzial- 
mente distinti (cioè non periodicamente ripetibili) siano disposti all’interno 
` della medesima cella senza essere tagliati dalle sue facce. 
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Proiettando l'equazione (57,2) sul piano k, ky perpendicolare 
al campo, otteniamo 
dl H 3 
<= Lei Vi, vı =V +}, 


dove dl, = V dk? + dk? è l'elemento di lunghezza dell'orbita k. 
Di qui abbiamo 


P dir 

7 je]lH v 

_ Se la traiettoria è chuisa, il periodo del moto viene dato dall’in- 
tegrale 


_ c £ di 
T= [eE v,’ (57,4) 


esteso a tutto il suo contorno. Si può dare a questa espressione una 
forma più evidente nel seguente modo. 

Introduciamo l’area S (e, k,) della sezione della superficie 
isoenergetica e = costante con il piano k, = costante. In questo 
piano la larghezza dell’anello fra i contorni e = costante ed e + 
+ de = costante vale in ogni suo punto 


de _ de 
| ôe/ðk, | Avj? 


in modo che l’area di questo anello è 
dS =de $ dA : 


Dal 
Si vede di qui che l’integrale (57,4) non rappresenta altro che la deri- 
vata parziale 0.5/0e. Quindi, il periodo del moto è 


ch? 9S(e, k,) 


T= ei se (57,5) 
(W. Shockley, 1950). Qui è naturale introdurre la grandezza 
l h2 os 
m* = Da de , (57,6) 


detta massa di ciclotrone dell'elettrone nel reticolo. La frequenza di 
rotazione dell’elettrone sull’orbita si esprime mediante questa 
grandezza in base alla formula 


Oy = | e | H/m*c, (57,7) 
che differisce dalla nota formula della frequenza di Larmor degli 
elettroni liberi per la sostituzione della loro massa m con m* 1). 


1) Per gli elettroni liberi la superficie isoenergetica è una sfera e = &2}2/2m. 


Le sue sezioni sono dei cerchi di area S = n (2meħ-2 — %î) in modo che la 
derivata 05/08 = 2nm/h? e m* = m. 
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Sottolineiamo, tuttavia, che nel caso degli elettroni nel reticolo 
la massa di ciclotrone non è una grandezza costante, bensì una fun- 
zione di e e k, in modo che essa è diversa per elettroni diversi.Osser- 
viamo anche che questa grandezza può essere sia positiva che negati- 
va; nel primo caso l’elettrone descrive l'orbita come una particella 
carica negativamente, nel secondo come una particella carica positi- 
vamente (buca). In relazione a ciò si parla di traiettorie elettroniche 
e di buche, rispettivamente. 

Finora abbiamo parlato della traiettoria descritta dall’elettrone 
nello spazio k. È facile vedere, però, che esiste un legame stretto fra 
le traiettorie descritte nello spazio dei quasi-impulsi e in quello nor- 
male. L'equazione (57,2) riscritta nella forma 


hak=—t! [drH] 


dà dopo integrazione (e una scelta appropriata dell'origine delle 
coordinate r e dei quasi-impulsi k) 


ħk= — 14L [rH]. (57,8) 


Si vede di qui che la proiezione zy nello spazio normale ripete di 
fatto la traiettoria k, differenziandosi da essa per la sola orientazione 
e la scala: la prima si ottiene dalla seconda con la sostituzione 


le] H \e\H 
kr Geo ku> GT 


Inoltre, nello spazio normale si produce un moto lungo l’asse z a ve- 
locità v, = de/hdk,. Se la traiettoria nello spazio k è chiusa, nello 
spazio normale essa rappresenta una spirale con l’asse coincidente’ 
«con la direzione del campo. Se invece la traiettoria è aperta, sarà 
aperta anche la proiezione della traiettoria sul piano xy nello spazio 
normale, vale a dire che il moto in questo piano è infinito. 
Soffermiamoci ancora sul moto quasi-classico dell'elettrone quan- 


“do al reticolo è applicato un campo elettrico costante E. Dall’equa- 


zione quasi-classica žk = eE risulta che 
k=k 4 t (57,9) 


Dalla legge di conservazione dell'energia abbiamo 
e (k) — eEr = costante. (57,10) 


Ma l'energia e (k) assume valori nell'intervallo finito Ae (larghezza 
della zona); pertanto dalla (57,10) segue che il moto dell'elettrone 
nel campo elettrico omogeneo è finito lungo il campo: l’elettrone 
compie in questa direzione delle oscillazioni di ampiezza Ae/|e|E. 
Se il campo. è parallelo a un periodo b del reticolo inverso, il moto 
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è periodico di frequenza ®© = 2x |e | E/ħb; per b ~ i/a abbiamo 
hor ~ |e | Ea. Nel caso generale di direzione arbitraria del campo 
il moto è quasi-periodico. 

Infine, soffermiamoci sulla condizione di poter trascurare il 
suddetto fenomeno di rottura magnetica. La probabilità di passaggio 
da una traiettoria (nello spazio k) a un’altra è naturalmente grande 
se le traiettorie si avvicinano anomalmente l’una all’altra. Questa 
situazione si crea nel caso in cui la traiettoria 
è vicina a una traiettoria con autointersezione 
o se la traiettoria passa in prossimità dell’in- 
tersezione di due fogli della superficie isoener- 
getica (cioè in prossimità di un punto di dege- 
nerazione). Un quadro tipico delle due traiettorie 
in questi casi è rappresentato nella fig. 14; il di- 
stacco ôk fra le traiettorie è piccolo rispetto alle 
dimensioni caratteristiche delle orbite comples- 
sive e il raggio di curvatura Rp, delle traiettorie 
nell'intorno dei punti del loro avvicinamento Fig. 14 
massimo coincide in generale, in ordine di gran- 
dezza, con ôk. Il passaggio da un’orbita all'altra si effettua con 
un fenomeno di tunnel quantistico. La probabilità di questo 
processo è piccola (esponenzialmente) se ôk è grande rispetto alla 
distanza AX,, alla quale la funzione d’onda si smorza nel dominio 
fra le traiettorie inaccessibile dal punto di vista classico. 

Si può stimare Ak, sfruttando l’analogia fra il moto dell’elettrone 
in un campo magnetico e il moto unidimensionale in un campo poten- 
ziale U (x). Questa analogia è basata sul fatto che, secondo la (56,10), 
gli operatori g = kyfic/|e| H e p = hky soddisfano una regola di 
commutazione che coincide con la regola di commutazione della 
coordinata e dell'impulso. Nell’intorno dei punti di avvicinamento 
massimo le traiettorie sono di forma parabolica, cuifè analoga la 
traiettoria di fase parabolica (x, p) del moto unidimensionale in ra 
campo omogeneo (U = — Fz); l'equazione di quest’ultima traietto- 
ria è p°/2m = Fx (se l'origine della coordinata x coincide con il 
punto d'arresto). Nell'ultimo caso la funzione d'onda si annulla oltre 
il punto di inversione alla distanza Ax ~ (#?/mF) 8 (si veda III, 
$ 24); introducendo il raggio di curvatura R ~ (d*x/dp°)1 ~ mF 
della traiettoria di fase, scriviamo Ax ~ (4?/R)Y3. Per la suddetta 
analogia si può ottenere il Ak, cercato mediante la sostituzione 
Ax + heAk.] |e | H, R— R,ħ |e] Hlc. Troviamo così che 
Ak; ~ (|e | H/fc) 3 (ôk) -18, e la condizione Ak,< ôk diventa 


| e | H/hc< (8k). (57,11) 


. 
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$ 58. Livelli energetici quasi-classici 


Abbiamo visto che al moto classico dell'elettrone in un reticolo, 
al;quale è applicato un campo magnetico, quando l’elettrone descrive 
una traiettoria chiusa nello spazio k, corrisponde nello spazio norma- 
le un moto finito nel piano perpendicolare alla direzione del campo H. 
Passando alla meccanica quantistica ciò implica la comparsa di 
livelli energetici discreti per ogni valore fissato del quasi-impulso 
longitudinale %,. Questi livelli vengono determinati dalle regole 
generali di quantizzazione quasi-classica. 

Consideriamo il potenziale vettoriale di un campo magnetico 
omogeneo (diretto lungo l’asse z) nella forma A, = — Hy, A; = 
= A,= 0. Allora le componenti del quasi-impulso generalizza- 
to sono 


K,=k,+ Lel Hy, K,=kyw K,=kx (58,1) 
La coordinata x è una variabile ciclica e perciò la componente x del 
quasi-impulso generalizzato si conserva: 
Ky=kxt Led Hy =costante. (58,2) 
In accordo con la regola di quantizzazione di Bohr-Sommerfeld 
(si veda III, § 48) scriviamo la condizione l 


|$ Kudu |=n, (58,3) 


dove integrazione è estesa al periodo del moto e n è un intero posi- 
tivo supposto grande 1). Sostituendovi, in accordo con le (58,1-2), 
K; = ky e dy = —(cħ/| e | H) dks, otteniamo 


T eTA |9 *r dka 


dove ora l'integrale è calcolato sulla traiettoria chiusa nello spazio k. 
Questo integrale non è altro che l’area delimitata dalla traiettoria 
chiusa, cioè l’area S (e, k,), introdotta nel paragrafo precedente, 
della sezione della superficie isoenergetica con il piano %, = co- 
stante. 


=n, (58,4) 


1) Per il moto in un campo magnetico omogeneo, un invariante adiabatico 
indipendente dal potenziale vettoriale è rappresentato dall’integrale 59 Kdr, 
dove K; è la proiezione del quasi-impulso generalizzato sul piano perpendicolare 
al campo (cfr. II, $ 21). Per A scelto come nel testo l’integrale $ Ka dz = 


= K, Ņ dz= Oin modo che l'invariante adiabatico coincide con l'integrale 
che figura nell’espressione (58,3). 
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Infine, troviamo che 
lel H 
S (e, k,) = 27 = A (58,5) 


(I. M. Lifšits, 1951; L. Onsager, 1952). È questa condizione a deter- 
minare in forma implicita i livelli energetici e, (kų). Quindi, la 
zona energetica (il cui numero s omettiamo per brevità) si scinde in 
una serie discreta di sottozone di Landau, ognuna delle quali rappre- 
senta uno strato di livelli energetici che differiscono per il valore 
della variabile continua k,. 

Come è noto, la condizione di quantizzazione quasi-classica può 
essere precisata introducendo una correzione, che si riduce a un 
numero dell'ordine di grandezza dell'unità da aggiungere al numero 
quantico n grande. La determinazione di questa correzione richiede 
che il moto sia considerato in prossimità dei « punti d’arresto » 
che delimitano il dominio di integrazione nell'espressione (58,3). 

La dipendenza di K, = ky da y sulla traiettoria dell’elettrone 
è data dall’equazione 

e(k)=e (K.- Ed Y, ky, k,) = costante (58,6) 
per k, dato e per K, = costante; il punto d’arresto y = Yo è deter- 
minato dalla condizione che la velocità v, = de/ dk, si annulli. 
Nell’intorno di questo punto lo sviluppo dell’equazione (58,6) in 
potenze di y — yọ dà 


je] H de 1 / 8e 
a (aer) UU tg (7) o kuo =0, 


dove kyo = ky (Yo). Di qui si vede che l'avvicinarsi al punto d'arre- 
sto avviene secondò la legge i 


ky—ky= + AVY—%o 
(per fissare le idee supponiamo che il dominio classicamente inac- 
cessibile si trovi per y < yo). Ma questa è la stessa legge cui si rife- 
risce la deduzione ordinaria della correzione nella quantizzazione 
quasi-classica (si veda III, $$ 47, 48). La regola precisata (58,5) 
ha quindi la forma 


S (e, k,) = 2n ELE 


LE (nti). (58,7) 


Come risulta con chiarezza dalla deduzione (basata sullo svilup- 
po della funzione (58,6)), affinché la regola di quantizzazione preci- 
sata sia valida è necessario che la traiettoria passi sufficientemente 
lontano dai punti singolari della funzione e (k) (così come dai punti 
complessi della ramificazione). È necessario anche che là condizione 
di quasi-classicità non sia violata in nessun punto in prossimità della 
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traiettoria (in particolare, che la proiezione x, y della velocità. 
@e/dk non si annulli) !). Infine, si deve tener conto del carattere 
approssimativo dell'operatore hamiltoniano stesso (56,7) sul quale 
sono basate tutte le conclusioni. Se il reticolo ha centro d’inversio-- 
ne, le correzioni all'operatore hamiltoniano sono quadratiche rispetto 
all'intensità del campo e non incidono sulla condizione (58,7). 
Ma se il centro d’inversione non esiste le correzioni all’operatore 
hamiltoniano saranno lineari rispetto a H; in questo caso il termine 
correttivo 1/2 nella (58,7) perde senso poiché un errore dello stesso 
ordine dà anche l’approssimazione dell’operatore hamiltoniano ?). 
L'intervallo Ae fra due livelli successivi corrisponde alla varia- 
zione di uno del numero grande n. Esso è definito quindi dall’ugua- 
glianza 
AS=2E È Ae lei (58,8) 
Introducendo, secondo la a la frequenza classica del moto pe- 
riodico @©g, otteniamo 


Ae = hoy. (58,9) 


Sottol'neiamo che la frequenza stessa Og è una funzione di e (e di 
k.). Pertanto i livelli energetici successivi e, (per k, dato) non sono 
rigorosamente equidistanti come sarebbe nel caso di “elettroni liberi, 
dove œp è una grandezza costante. 

L'indipendenza dei livelli energetici dalla grandezza conserva- 
tiva K, significa (così come per gli elettroni liberi in un campo ma- 
gnetico; si veda III, $ 112) la loro degenerazione. Se supponiamo che 
il reticolo abbia un volume V grande, ma finito, la molteplicità di 
questa degenerazione sarà finita. Il numero di stati nell’intervallo 
dk,, con n dato, è «determinato come VAS-dk,/(2r), dove AS è 
l’area del piano %, = costante, compresa fra le traiettorie con 
numeri quantici n e n + 1. Questa area è data dall'espressione ` 
(58, 8), e, quindi, per il numero di stati cercato troviamo l’espres- 


sione == 


V dk, \e\H 
Ca ch (53,10), 


che è la stessa del caso degli elettroni liberi. 
1) In prossimità dei punti di avvicinamento anomalo di due traiettorie 
queste condizioni coincidono con la richiesta che la probabilità di rottura ma- 


gnetica sia piccola. 
2) Per gli elettroni liberi (si veda la nota alla pag. 294) la condizione (58,7) 


e= ly (n+3)+4242/2m, og=|e|H/mc 


in accordo con la nota espressione di Landau per l’elettrone; libero in un campo . 
magnetico (III, $ 112). 
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È evidente che la degenerazione dei livelli in un campo magnetico: 
è dovuta all'indipendenza dell'energia dalla posizione nello spazio. 
del « centro dell’orbita di Larmor » dell’elettrone. Per l’elettrone 
libero questa degenerazione è precisa. Per quanto riguarda l’elettrone- 
in un reticolo, essa può avere soltanto un carattere approssimato: 
in presenza di campo elettrico non omogeneo (periodico) le diverse 
posizioni del « centro orbitale » nella cella elementare del reticolo. 
non sono più equivalenti. Questa circostanza deve implicare una. 
certa separazione dei livelli di Landau. i 

Se si tiene conto dello spin dell'elettrone, ciò conduce alla sepa- 

razione di ciascun livello in due componenti; se il legame spin-orbi- 

tale è trascurato, queste componenti sono separate (come per l’elet- 
trone libero) dall’intervallo costante 28, dove B è il magnetone- 
di Bohr: 


Eno (k) = En (k) + OBH, o= 1. (58,411) 


Questa situazione si conserva anche se si tiene conto dell’inte- 
razione spin-orbitale allorché il cristallo gode di centro d’inversione. 
In questo caso gli stati elettronici in assenza di campo sono degeneri 
nello spin, e il campo magnetico elimina questa degenerazione. Come- 
risultato si ottiene la stessa formula (58,11), nella quale f è sosti- 
tuito con BÉ, (kz), dove È, (kz) caratterizza la variazione del momento- 
magnetico dell’elettrone. . 


$ 59. Tensore delle masse efficaci 
dell’elettrone nel reticolo 


Consideriamo il punto k = k, nello spazio k in cui l'energia: 
dell’elettrone e, (k) ha un estremo; tali sono in particolare i punti 
corrispondenti all’estremo superiore e inferiore della zona. Se in 
questo punto non si ha degenerazione (ad eccezione della sola dege- 
nerazione possibile di Kramers per lo spin, si veda la fine del $ 55), 
allora nel suo intorno la funzione e; (k) può essere regolarmente 
sviluppata in potenze della differenza q = k — ky. I primi termini 
di questo sviluppo sono quadratici: 


e, (k)=e, (ko) +3 midgian. (59,1) 


Il tensore mx, inverso del tensore dei coefficienti mz} nell’espres- 
sione (59,1), è detto tensore delle masse efficaci dell'elettrone nel 
reticolo. Mostriamo in che modo si può esprimere questo tensore 
mediante gli elementi di matrice rispetto alle funzioni di Bloch 
Psk, nel punto ko. 

Se l’interazione spin-orbitale è trascurata l'operatore hamilto- 
niano dell’elettrone assume la forma (56,1). Sostituiamo nell’equa- 
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zione di Schrödinger contenente questo operatore hamiltoniano una 
funzione d’onda della forma 


po = ei (+ ru = ET Gsk. (59,2) 


Allora il diventa 
{-FA4+U(M+[Tap+ 5 |} boes) Pa (59,3) 


dove p = —ihV è l'operatore del vero impulso. 

Nell’intorno del punto k = k, il vettore q è una grandezza pic- 
cola, e l’espressione fra parentesi quadre nella (59,3) si può conside- 
rare come operatore di perturbazione. Nell’approssimazione zero 
per q = 0, le funzioni px coincidono con quelle Ps Pertanto la 
teoria delle perturbazioni ordinaria permette di esprimere la corre- 
zione all'energia mediante gli elementi di matrice rispetto a queste 
funzioni. 

Essendo k, punto di estremo, la correzione lineare in q non esi- 
ste. Ciò vuol dire che gli elementi di matrice diagonali sono 


(sko | p | sko? = 0. (59,4) 


Per determinare la correzione quadratica in q occorre tener conto 
del termine în g? nell’operatore di perturbazione del primo ordine 
della teoria delle perturbazioni e il termine in q del secondo ordine. 
Come risultato otteniamo per €s (k) la formula (59,1), dove 


-1 _ da 1 r (Passo (Ph)ars t (Prset Phas 
man “mn x ~ gep (o) —8s (ko) ? (59,5) 
la sommatoria è estesa a tutti gli s’ 4 s 1). Per rendere più facile la` 
scrittura, qui e più avanti omettiamo nella notazione degli elementi 
di matrice l'indice diagonale ky: pss = (sko |p |s'kọ). È da 
notare che in presenza di zone disposte vicino l'una all’altra (aventi 
cioè piccole differenze ey — &;) il secondo termine nell'espressione . 
(59,5) può essere più grande rispetto al primo, per cui le masse 
efficaci saranno piccole rispetto a m. 

Supponiamo ora che al cristallo sia applicato un campo magneti- 
co omogeneo H. Allora, secondo la formula (56,7), l'operatore hamil- 
toniano agente sulle funzioni del ‘quasi-impulso generalizzato Q 
si ottiene dalla (59,1) per sostituzione di q con l’operatore 


oi, Aud [ni] (59,6) 


1) La somma su k’ non esiste poiché, secondo la (55,15), impulso p = mv 
` non ha elementi matriciali che siano non diagonali in E Seglecno tutti gli stati 
intermedi si riferiscono al medesimo quasi-impulso k 
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L'operatore hamiltoniano così ottenuto 


A A2 -4^ ^ 
AP =e, (ko) + Min Uar (59,7) 


è applicabile, ovviamente, allo stesso dominio di energie della for- 
mula iniziale (59,1). Ciò significa che (oltre alla condizione (56,3) 
di debolezza del campo) è supposto che i livelli di Landau considerati 
non siano disposti troppo in alto. In questo senso le grandezze q e Q 
si devono considerare come piccole (mentre il carattere crescente del 
potenziale A si manifesta nel fatto che neanche in un campo debole 
si può considerare A piccolo rispetto a Q). 

_ I termini successivi alla (59,7) nell’operatore hamiltoniano con- 
tengono il campo H in forma « pura » (cioè senza operatori 09/90). 


+ Questi termini non si possono più ottenere partendo soltanto dalle 


considerazioni di invarianza di gauge. Determiniamone il primo, 
lineare in H. In questo caso, essendo piccola la correzione, per il 
suo calcolo si può porre Q = 0. 

Consideriamo dapprima questa questione senza tener conto 
dell’interazione spin-orbitale. Il termine lineare in H cercato può 
derivare soltanto dal termine lineare in A nell’operatore hamilto- 
niano iniziale (56,2) dell’elettrone, cioè calcolando la media rispetto 
alla funzione d’onda psk, dell'espressione 


— 31, (PA+Ap)= —-L_ Ap (59,8) 
(l'uguaglianza è dovuta alla trasformazione di gauge già determinata 


con div A = 0). Ciò implica la comparsa nell’operatore hamilto- 
niano (59,7) del termine 


H® = —MH, (59,9) 
dove 
M = zg (Sko | [rp] | sko) (59,10) 


è semplicemente la media del momento magnetico dell'elettrone 
nello stato sk,. Sottolineiamo che la correzione (59,9) può essere 
aggiunta all'operatore hamiltoniano (59,7) senza temere che di 
questo effetto in parte si sia già tenuto conto mediante la sostituzio- 
ne (59,6); in effetti, termini lineari in H nella formula (59,7) in 
generale non esistono per Q = 0. 

Scriviamo l’espressione (59,10) in base alla regola del prodotto 
di matrici tenendo conto che, in virtù della (59,4), p non ha elementi 
di matrice diagonali 


Mx = z x [(Qy)se (P2)ss = (Q,)ase (Py)ssl . 
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(e analogamente per M,, M,); come doveva essere, la correzione 
all'operatore hamiltoniano (59,7) si esprime mediante gli elementi 
di matrice dell'operatore Q. La relazione 


Pass 
Le, ~i (8, — £s) 


permette di riscrivere M nella forma 


ie 7 (P2)sye (Py)ss (Py)ss (Pz)s’s 
Manr — ag O 


s 


Notiamo che M, e quindi tutta la correzione (59,9), si annulla se il 
cristallo ha centro d’inversione. Infatti, non cambia per inversione 
contemporanea del tempo e inversione totale lo stato dell’elettrone 
(senza tener conto del suo spin) e quindi neanche il secondo membro 
dell’uguaglianza (59,11) cambia, mentre per questa trasformazione 
il momento magnetico deve cambiare di segno. 

Ora teniamo conto dell’interazione spin-orbitale nel cristallo 
associando all'operatore hamiltoniano (56,1) il termine spin-orbi- 
tale Ê, dell’espressione (55,17). Ciò implicherà la variazione del 
termine lineare in q nell’equazione (59,3): l'operatore p in questo 
termine verrà sostituito con 


z= P+ 7g [OVU]. (59,12) 


L’operatore æ% ha un significato fisico semplice: facendo commutare 
direttamente l'operatore hamiltoniano (tenendo conto di 7,;) con r, 
troviamo che (in assenza di campo magnetico) 


r =m. (59,13) 


Analogamente, in presenza di campo magnetico effettuando la so- 
stituzione ordinaria p-+ p — eA/c nell’operatore hamiltoniano 
(e anche in 7,1), troviamo che il termine lineare in A ha anch'esso 
la forma —ettA/mc che differisce dalla forma (59,8) per la stessa 


sostituzione di p con x. Quanto al momento magnetico (59,11), gli 
si deve aggiungere ancora il momento magnetico di spin dell’elet- 
trone libero in modo che avremo 


ie (age o)ra — gg Tars 
Ma =B (sko | op | sko) tiy Je le e (59,14) 


3 


Se teniamo conto dell'interazione spin-orbitale, il secondo termine 
in questa espressione non è affatto nullo neanche in un cristallo con 
centro d’inversione. Infatti, il cambiamento del segno del tempo 
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e un'inversione contemporanea conducono a uno stato che differisce 
per direzione dello spin, in modo che tutta l’espressione (59,14), af- 
finché cambi di segno per questa trasformazione, si deve ridurre 
soltanto alla media dell’operatore f0;É;, (k) (si veda la (56,12)). 

Calcoliamo il tensore É;, nel caso in cui l'interazione spin-orbi- 
tale può essere considerata come una perturbazione !). Riscriviamo 
l’espressione (559,17) nella forma 


A 


Ê = dì, 2m [VU -V]. (59,15) 


Considerando le (59,9) e (59,15) come una perturbazione, troviamo 
la correzione all’energia nel secondo ordine della teoria delle per- 
- turbazioni, lasciando i soli termini intersecantisi (rispetto alle 
(59,9) e (59,145)). Questa correzione (pur sempre restando un opera- 
tore (matrice) nelle variabili di spin) ha la forma (56,12) con il 
tensore É,, uguale a 


N £ (x ) s’ (L )ses + (L Jas’ (X des 
in = ôn <p Cl Cert pe Coe 


= ; (59,16) 
dove AL = [rpl. i 
« Quanto detto sopra si riferiva a stati non degeneri (oltre a quelli 
degeneri nello spin). Se invece per k = k, si produce degenerazione, 
allora per determinare l’energia occorre scrivere l’equazione secolare, 
che tiene conto della perturbazione (parentesi quadre nell’espres- 
sione (59,3)) fino ai termini del secondo ordine (cioè in base alla 
formula (39,4) del volume III). Le proprietà dell'equazione secolare 
così ottenuta dipendono dalla simmetria nel punto k,. Torneremo 
su questa questione al $ 68. 


PROBLEMA 


Trovare i livelli energetici quasi-classici per la particella avente legge di 
dispersione quadratica (59,1) in un campo magnetico di direzione qualsiasi, 

Soluzione. Riduciamo il tensore mp, alla forma diagonale e calcoliamo 
l'energia e l'impulso a partire dal punto di estremo (per fissare le idee, sup- 
poniamo che sia il punto di minimo). Allora 


e = (A), 4) 


mi Ma Mg 


n L'espressione di du (55,17) rappresenta il primo termine dello sviluppo 
rispetto al rapporto relativistico (v/c)? e perciò in un certo senso è sempre pic- 
cola. Ma questa piccolezza, però, non ha niente a che vedere con l'applicabilità 
della teoria delle perturbazioni alla zona data concreta. Pertanto Ñ s1 nel pro- 
blema studiato non sempre si può considerare'come una piccola perturbazione. 
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dove m4, ma, ms sono i tre valori principali del tensore m; (grandezze positive) 
Indicando con n il versore nella direzione del campo H, abbiamo 


k,= nk = mky + naks + ngks (2) 


(ni, na, nz sono i tre coseni direttori del campo rispetto agli assi principali del 
tensore mip). Dobbiamo trovare l’area S della parte del piano (2) giacente 
all’interno dell’ellissoide (1); essa può essere! presentata nella forma dell’inte- 


grale 
S= f ô (nk — k,) d8k (3) 


calcolato sul volume dell’ellissoide (1) 1). Con la sostituzione di variabili Ak; == 
= (2em;)!/*g; l'integrale si riduce alla forma 


S = (22)3/2 A= (mmm)? f 8 (vq —k;) d°9, 


dove il vettore v nello spazio q ha come componenti v; = (2em;)!/n;/ħ mentre 
l'integrazione si effettua sul volume della sfera q? = 1. Si integra facilmente 
in coordinate cilindriche con asse lungo il vettore v e si ottiene 


se, k)= a m, (e— i n 
dove 
my =minf | mng + mgng, 
my =(mimmylm pl. (9 
Sostituendo nella (58,7), troviamo i livelli energetici 
en e= LAE (nti) tE, © 


$ 60. Simmetria degli stati elettronici 
nel reticolo in un campo magnetico 


In questo paragrafo studieremo le proprietà generali precise 
della simmetria di traslazione delle funzioni d’onda dell’elettrone 
di Bloch in un campo magnetico non legate a nessuna approssima- 
zione (del tipo di debolezza del campo o di condizione di quasi- 
classicità). 


1) Sia f (z, y, z} = costante la famiglia di superfici che riempiono un certo 
volume. La distanza dl fra due superfici indefinitamente vicine della famiglia 
vale dl = dj/|V f |, e il volume compreso fra queste superfici è dV = S (f) di, 
dove S (f) rappresenta l’area della superficie con valore f dato. Moltiplicando 
per la funzione ô ô (f) l'uguaglianza S (f) cf = | Vf | dV e integrando sul volu- 
me e in df, otteniamo l’area della superficie f (z, y, z) = 0 nella forna S (0) = 


= | Vf | ô (f) dz.Nel caso considerato | Vf | = 1 da cui si ottiene l’espres- 
sione (3). 
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L'applicazione di un campo magnetico omogeneo non cambia 
con una simmetria di traslazione fisica del sistema, che rimane 
periodico nello spazio. L'originalità della situazione sta, però, nel 
fatto che l’operatore hamiltoniano dell’elettrone (56,2) perde al 
tempo stesso la sua simmetria. Ciò è dovuto al fatto che nell’opera- 
tore hamiltoniano entra non l'intensità costante H, bensì il poten- 
ziale vettoriale A (r) dipendente dalle coordinate e non avente 
periodicità. 

La non invarianza dell'operatore hamiltoniano implica, natu- 
ralmente, una complicazione della legge di trasformazione delle 
funzioni d'onda per traslazioni. Consideriamo per il potenziale 
vettoriale di un campo omogeneo la seguente trasformazione di 
gauge: 


A=4 [Hr] (60,1) 


e supponiamo che y (r) sia un'autofunzione dell'operatore hamilto- 


niano H (r). Per la traslazione r + r + a (essendo a uno dei periodi 
del reticolo) questa funzione si trasforma in p (r + a), che sarà auto- 


funzione dell’operatore hamiltoniano H (r + a), non coincidente 
più con H (r), in quanto è stata eseguita la sostituzione del poten- 
ziale vettoriale 


A(r)>A(r+a)=A (r)+ + [Ha]. 
Per determinare la legge di trasformazione cercata occorre tornare 


all'operatore hamiltoniano iniziale, il che si ottiene mediante la 
trasformazione di gauge 


A->A+Vf, f= —4 [Ha] r. 


In questo caso la funzione d’onda si trasforma, in base alla formu- 
la (56,4), 
p — Ņ exp (ief/hc). 


Indicando con ay (r) il risultato di tutte queste operazioni, tro- 
viamo che 


Fap (r) = 4 (r +a) exp ( -> r [ha] ) , (60,2) 
dove h = |e | H/fic e Ta si dice operatore di traslazione magnetica. 


Se + (r) è soluzione dell’equazione di Schrödinger É (r) = ey, 
allora l’espressione (60,2) è anch’essa soluzione della stessa equazio- 
ne, riferita alla medesima energia e (R. Peierls, 1933). 
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Dalla definizione (60,2) è facile concludere che 
PaPa = Paparo (a, a'), 


o (a, a')=exp( — ->h [aa] ). i (60,3) 


Permutando a e a’ l'esponente nel fattore œ (a, a’) cambia di segno; 
perciò gli operatori Ta e Tar sono in generale non commutativi: 


Pala=TyTaexp(— ih [aa']). (60,4) 


Quindi, il prodotto di due operatori Ta e Ta differisce, in genera- 
le, per un fattore di fase dall'operatore Ta+a’. Secondo il linguaggio 
matematico ciò significa che gli operatori Ta realizzano una rappre- 
_sentazione non ordinaria, bensì proiettiva del gruppo delle trasla- 
zioni; le funzioni d'onda degli stati stazionari dell’elettrone di Bloch 
nel campo magnetico costituiscono la base di queste rappresentazio- 
ni !). La classificazione dei livelli energetici deve essere effettuata, 
. quindi, in base alle rappresentazioni proiettive irriducibili del gruppo 

delle traslazioni, così come in ‘assenza di campo la eseguiamo in 
base alle rappresentazioni ordinarie irriducibili di questo gruppo. 
Ricordiamo a questo proposito che il gruppo delle traslazioni 
è abeliano (tutti i suoi elementi sono commutativi) e, quindi, tutte 
Je sue rappresentazioni ordinarie irriducibili sono unidimensionali. 
La funzione p della base di ognuna di queste rappresentazioni per 
‘traslazione si moltiplica unicamente per un fattore di fase; inoltre 
‘per due traslazioni consecutive questo fattore deve essere uguale al 
‘prodotto dei fattori di ciascuna traslazione separata. Ciò significa che 


VO = erap, 


dove k è un vettore costante (quasi-impulso dell'elettrone) che risul- 
ta essere il parametro, che classifica le rappresentazioni irriducibili. 

La classificazione completa delle rappresentazioni proietti- 
ve irriducibili del gruppo delle traslazioni può essere effettuata 
{E. Brown, 1964; J. Zak, 1964) nel caso in cui il campo magnetico 
‘verifica la condizione 


h sint (60,5) 


1) Con la nozione di rappresentazioni proiettive abbiamo avuto già a che 
fare nel volume V, $ 134. Ricordiamo che si chiamano rappresentazioni proietti- 
«ve del gruppo G quelle, in generale, che si realizzano mediante gli operatori G, 
le relazioni fra i quali coincidono con le relazioni fra gli elementi corrispondenti 
del gruppo G soltanto a meno di fattori di fase: se G,G, = Gs, allora abbiamo 
per gli operatori G,G, = 0263, dove Œj, deve essere uguale all'unità soltanto 
în modulo. 
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dove p e q sono due numeri interi mutuamente semplici; az è uno dei 
tre periodi principali del reticolo a}, ay, ay scelti in modo arbitrario; 
v = [a,agl ag è il volume della cella elementare del reticolo. In altre 
parole, il campo magnetico deve essere diretto lungo uno dei periodi 
del reticolo e la grandezza hv/4na deve essere un numero razionale. 
Moltiplicando per [a,ayl] l'uguaglianza (60,5), si può rappresentare 
questa condizione anche nella forma 


h [aaa] = 4np/qg. (60,6) 


Per la classificazione delle rappresentazioni proiettive irridu- 
cibili del gruppo delle traslazioni è essenziale che da questo gruppo 
si possa estrarre un sottogruppo (che chiameremo magnetico) nei 
confronti del quale la rappresentazione non è più proiettiva, bensì 
ordinaria, Se la condizione (60,6) è soddisfatta, tale sottogruppo è 
l’insieme delle traslazioni della forma 


Am = nya, + Naqa, + N3 83 (60,7) 


con i coefficienti r,, Na, Nng numeri interi. In effetti, quando il vet- 
tore h è diretto lungo ag e verifica la condizione (60,6), per tutte le 
traslazioni di questa forma l'esponente nell'espressione (60,3) si 
annulla o si trasforma in multiplo di 2m in modo che tutti i fattori 
o (a, a') = 1 1). La totalità delle traslazioni (60,7) forma un reti- 
colo di periodi fondamentali a}, gas, az (detto reticolo magnetico). 
Il reticolo magnetico inverso ha, rispettivamente, periodi b}, b/g, 
bs, dove bi, ba, bg sono i periodi del reticolo inverso fondamentale. 

Le rappresentazioni irriducibili ordinarie del sottogruppo ma- 
gnetico, così come del gruppo totale delle traslazioni, sono unidimen- 
sionali e caratterizzate dai vettori d'onda (quasi-impulsi) K, di cui 
tutti i valori non equivalenti sono compresi in una sola cella del 
reticolo magnetico inverso. 

Supponiamo che y°* sia funzione di base di una di queste rap- 
presentazioni con quasi-impulso k = K. Per essa 


Pam! (r) = cit Pamp” (r), (60,8) 
Per la traslazione di un periodo a, (non facente parte del sottogruppo 
magnetico) dalla Ņ® si ricava la funzione p° avente un altro quasi- 
impulso. Per determinarlo ricorriamo alle formule (60,4) e (60,8) 
e scriviamo 

Tea” i PamTa p” (r) TA 
= =exp(—ih[anag]) Ta Va an (r)= 
= exp{— iam [ah] + ia mk Di Fay (r) 


1) La scelta del sottogruppo magnetico è, in generale, non univoca: ‘al 
posto della (60,7) si può scegliere qualsiasi. insieme di traslazioni della forma 
am = NiQyA, + nagaz + naag, dove qı, ga sono due interi tali che qig; = q. 
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. o, infine, 
Pam pP (1) = etkPamypl® (r), 
= dove 
k® =k — [ah] = K — 2 z b; 


(nell'ultima uguaglianza si è sostituita la (60,5) e introdotto il 
periodo 2x {a,a3]/v = b, del reticolo inverso). In seguito, si devono 
distinguere casi di valori di g dispari e pari 1). 3 

Sia q un numero dispari. Ripetendo la traslazione di a, ancora 
q — 2 volte, otteniamo in tutto g funzioni distinte con quasi-impulsi 


k” =K, k2-K-24 h, rar kO S 
=K-22022),, ~ (60,9) 


La sottrazione di un adeguato vettore intero multiplo di b, per- 
mette di ridurre questi valori (nell’una o nell’altra successione) 


a quanto segue: 
k=K, K+1b,, K+Žb, ..., K+ h, (60,10) 


Sono queste funzioni q a realizzare la rappresentazione proiettiva 
irriducibile g-dimensionale del gruppo delle traslazioni. Otteniamo 
così tutte le rappresentazioni non equivalenti quando K descrive 
i valori nella cella di lati b/g, b/g, bs (mentre i quasi-impulsi 
kb, k, ... assumono valori nella cella di lati b4, b3/g, bg). 

Supponiamo ora che g sia un numero pari. Allora nella succes- 

~ sione (60,9) il (9/2 + 1)-esimo valore, uguale a K — pb,, differisce 
da K soltanto per un numero intero di periodi multiplo del reticolo 
inverso b,. In altre parole, esistono in tutto g/2 valori non equiva- 
lenti di k, che sono dati dall’espressione (60,10), dove al posto di g 
deve figurare g/2. In tal modo, in questo caso le rappresentazioni 
lrriducibili sono g/2-dimensionali e K assume valori nella cella di 
iati 2b,/g, bs/g, bs. 

Questi risultati permettono di formulare le seguenti conclusioni 
sul carattere di variazione dello spettro energetico dell'elettrone 
in un reticolo al quale è applicato un campo magnetico (soddisfa- 
cente la condizione (60,5)). In assenza di campo lo spettro è composto 
di zone energetiche discrete, in ciascuna delle quali l'energia e (k) 
è una funzione del quasi-impulso che assume valori in una sola cella 


1) Per g= 1 il sottogruppo magnetico coincide con il gruppo di trasla- 
zioni totale. Quindi, se h è un intero multiplo di 4stay/v, le rappresentazioni 
irriducibili proiettive del gruppo di traslazioni coincidono con quelle ordinarie 
e la classificazione -degli stati elettronici è la stessa come in assenza di campo. 
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del reticolo inverso. In presenza di un campo, tale zona si scinde in 
q sottozone, in ognuna delle quali tutti i livelli energetici sono dege- 
neri di molteplicità q per g dispari o di molteplicità 9/2 per q pari. 
L'energia nella sottozona può essere espressa come funzione e (K) 
del vettore K, che assume valori nella 1/9?-esima parte (per q dispari) 
o nella 2/g?-esima parte (per q pari) della cella del reticolo inverso. 
Il quadro descritto è in un certo senso estremamente sensibile 
all'intensità e alla direzione del campo magnetico. Infatti, infini- 
tamente vicino al valore H che soddisfa la condizione (60,5) con 
certi p e q, giacciono dei valori anch'essi soddisfacenti la stessa 
“—condizione, ma con dei g notevolmente più grandi, in modo che 
con una variazione del campo piccola a piacere si può rendere il 
numero di sottozone grande a piacere. Sottolineiamo, tuttavia, che 
ciò non significa affatto la stessa instabilità nelle proprietà fisiche 
osservate. Queste ultime sono determinate non tanto da una strut- 
tura di zone concreta, quanto dalla distribuzione del numero di 
stati in intervalli di energia piccoli, ma finiti; questa distribuzione 
varia poco per una piccola variazione del campo. Il fatto è che varia 
fortemente non l’energia di stati, bensì la sola loro classificazione 
in seguito al cambiamento del dominio di definizione del quasi- 
impulso, 


$ 61. Spettro elettronico dei metalli normali 


Nei cristalli reali di metalli normali (non superconduttori) gli 
elettroni formano un liquido di Fermi quantistico del tipo descritto 
nel capitolo I. Tuttavia, compaiono alcune distinzioni in quanto 
abbiamo qui a che fare non con un liquido isotropo « libero », bensì 
con un liquido nel campo pericdico anisotropo del reticolo. 

Così come lo spettro energetico del liquido di Fermi libero viene 
costruito analogamente allo spettro del gas di Fermi perfetto, lo 
spettro del liquido elettronico di Fermi nel metallo viene costruito 
anch'esso analogamente allo spettro del'« gas perfetto nel reticolo ». 
.La comparsa del quasi-impulso quale grandezza conservativa è dovu- 
ta esclusivamente alla periodicità spaziale del sistema (così come 
la conservazione del vero impulso è una conseguenza dell’omogeneità 
spaziale totale). È naturale perciò che le proprietà elencate al $ 55 
si estendano anche al carattere della classificazione dei livelli nello 
spettro del liquido elettronico in un metallo, dove sono le quasi- 
particelle a fungere da particelle (elettroni). 

Alla temperatura dello zero assoluto le particelle del gas di 
Fermi perfetto in un campo periodico occuperanno tutti i livelli 
inferiori con energie e, fino a un certo valore limite e x (coincidente 
con il valore del potenziale chimico p per.7 = 0) determinato dalta 
condizione che il numero di stati con £< €p coincida con il numero 
totale di elettroni. In questo caso le zone energetiche, perle quali 
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‘8, (k) < ep per tuttii valori di k, saranno completamente riempite, 
le zone con g, (k) > €p vuote e le zone per le quali l’equazione 


Es (k) = Ep (61,1) z 


ha soluzione saranno riempite in parte. Le equazioni (61,1) deter- 
minano nello spazio k la superficie limite di Fermi che separa (per 
ogni zona) gli stati riempiti da quelli vuoti. 

Analogamente, in un metallo reale esiste una superficie nello 
‘spazio k, che separa il dominio degli stati delle quasi-particelle 
riempiti (per T = 0) dagli stati liberi; da una parte di questa super- 
ficie le energie delle quasi-particelle sono e > e€ p, e dall’altra parte 
e < gp. Ricordiamo, però (si veda il § 1), che la nozione di quasi- 
particelle nel liquido di Fermi ha un significato fisico reale soltanto 
in prossimità della superficie di Fermi, dove lo smorzamento delle 
eccitazioni elementari è relativamente piccolo. Pertanto l’idea di 
zone energetiche riempite (che compare nella descrizione dello spet- 
tro del gas di Fermi perfetto) perde il suo senso letterale in un liquido 
elettronico reale. 

Le quasi-particelle in prossimità della superficie di Fermi sono 
dette elettroni di conduzione. Nel caso generale la loro energia è 
funzione lineare del quasi-impulso; analogamente alla (1,12) abbiamo 


e (k)—epali(k—kp)vm (61,2) 
dove kp è un punto sulla superficie di Fermi e 
ĝe 
îv=( £) Lal (61,3) 


è la velocità degli elettroni di conduzione in questi punti !). 

In prossimità della superficie di Fermi deve trovarsi anche il 
« dominio smussato » della distribuzione degli elettroni di conduzio- 
ne a temperature diverse da zero. Di qui deriva la condizione di ap- 
plicabilità della teoria del liquido di Fermi: T & ÈikpUp, dove kp 
e vp sono le grandezze caratteristiche delle dimensioni della super- 
ficie di Fermi e la velocità su di essa. Di solito le dimensioni k p 
= coincidono in ordine di grandezza con le dimensioni della cella del 
reticolo inverso cosicché 4g — 1/a (fanno eccezione i cosiddetti 
semimetalli, si veda più avanti). Per fare una stima poniamo anche 
Vp ~ ħkplm e otteniamo così la condizione T & 104-105 K che pra- 
ticamente è sempre verificabile. 

Tutti i metalli di fatto hanno reticoli cristallini con centro d'in- 
‘versione. In accordo con quanto detto al $ 55, tutti i livelli energe- 
tici degli elettroni di conduzione (con k dato) sono doppiamente 
enni 

1) E ovvio che le formule del tipo (2,11) per la massa efficace, -ottenute 


al $ 2 per il liquido di Fermi « libero » a partire da considerazioni di invarianza 
palileiana, non si riferiscono al liquido elettronico in un reticolo cristallino. 
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degeneri nello spin (si parla di metalli non ferro- e non antiferroma- 
gnetici). 

La forma e la disposizione della superficie di Fermi sono una 
caratteristica importante di ogni metallo reale. La superficie di 
Fermi in diversi metalli è in generale di forma assai complicata. 
Essa può essere composta di più fogli non interconnessi, che pos- 
sono essere a connessione semplice o multipla, chiusi o aperti (cfr. 
quanto detto al $ 55 sulle superfici isoenergetiche in generale). 

I fogli chiusi della superficie di Fermi si possono suddividere 
in due categorie, a seconda che essi delimitino domini di stati occupa- 
ti (per T = 0) o liberi di quasi-particelle (nel primo caso all’interno 
della zona € < €p, nel secondo e > € x). Entrambi i casi, però, si 
possono descrivere analogamente, supponendo che nel secondo caso 
la cavità « vuota » sia riempita da « quasi-buche »; il passaggio del 
sistema allo stato eccitato viene descritto allora come il passaggio 
delle quasi-buche dall’interno della superficie di Fermi all’esterno. 
La superficie di Fermi stessa si dice allora superficie per le buche 
a differenza di quella elettronica del primo caso !). La differenza 
fisica fra i due tipi di quasi-particelle — elettroni e buche — si 
manifesta con evidenza durante il loro moto in campi esterni. Così, 
tutte le sezioni della superficie di Fermi per le buche (o elettronica), 
che definiscono le traiettorie quasi-classiche del moto in un campo 
magnetico, si riferiscono al tipo delle buche (o a quello elettronico) 
nel senso indicato al $ 57. 

Nel liquido di Fermi isotropo « libero », di cui si è parlato al $ 1, 
la superficie di Fermi era una sfera, il cui raggio è stato definito 
dalla densità del liquido secondo il teorema di Landau (1,1). Un 
legame analogo esiste anche per il liquido elettronico nel metallo, 
ma la specificità delle proprietà legate alla periodicità del reticolo 
implica una certa modifica nella formulazione di questo legame. 

È comodo riferire il numero di elettroni nel metallo a una cella 
elementare del suo reticolo; sia n il numero totale di elettroni negli 
atomi di una cella. Indichiamo con tx il volume totale di una cella 
‘del reticolo inverso giacente dal lato occupato della superficie di 
Fermi (cioè dalla parte dove e < €p). La parola « totale » significa 
qui che se i domini occupati corrispondenti ai diversi fogli della 
superficie di Fermi si sovrappongono in parte, cionondimeno 
essi vanno sommati tutti indipendentemente. Conveniamo di misu- 
rare il volume tx in unità di volume della cella stessa del reticolo 
inverso; l'osservazione sulla sovrapposizione dei domini significa 
che la grandezza tx così definita può superare uno. 


1) A scanso di equivoci sottolineiamo, tuttavia, che il significato del ter- 
mine « buca » non coincide qui con quello applicato alla fine del $ 4 al metodo 
alternativo per descrivere lo spettro dei liquido di Fermi (laddove si chiamavano 
buche soltanto le zone vuote formatesi in un dominio riempito per eccitazione 
del sistema). 
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L'affermazione fatta (teorema di Luttinger), che sostituisce il 
teorema di Landau per il metallo, viene espressa dall’uguaglianza 


n = 2t p = n — 21, (61,4) 


dove Z è un intero (l> 0). Nel modello di un gas perfetto in un reti- 
colo questo numero ha un semplice significato: al riempimento com- 
pleto di ciascuna zona corrispondono due elettroni nella cella del 
reticolo inverso (il raddoppio è dovuto a due stati di spin), cosicché 
2l è il numero di elettroni che occupano Z zone inferiori, e la diffe- 
renza n — 2l il numero di elettroni in zone occupate parzialmente. 
La formula (61,4) esprime il fatto, per niente banale, che una situa- 
zione analoga continua ad aver luogo anche se si tiene conto del- 
l'interazione fra gli elettroni*). Per definizione di metallo, l’intero 
e è diverso da zero. 

Supponiamo che nel metallo vi siano soltanto fogli chiusi della 
superficie di Fermi, elettronici e di buca. Indichiamo con T? e tf 
i contributi in vp dei singoli involucri elettronici e di buca: . 


ann D0 4 alp 
8 8 


(la somma è estesa rispettivamente a tutti i fogli elettronici e a tutti 
quelli di buca). La grandezza t’ coincide con il volume dell’invo- 
lucro elettronico, mentre il volume dell’involucro delle buche vale 
41-t®. Introduciamo i numeri di quasi-particelle, elettroni e 
buche, 


n-=2 Dad, n;=2), (1-19). 


Per n pari (e quindi per n, pari) sono possibili dei casi in cui n, coin- 
cide con il doppio del numero di involucri di buche. Allora, come 
è facile vedere, l'uguaglianza (61,4) si riduce alla seguente: 


n. = Nyo (61,5) 


Si chiamano metalli compensati quelli che hanno un numero uguale 
di quasi-particelle e di quasi-buche. 

Badiamo alla circostanza che se l'uguaglianza (61,5) è rigorosa- 
mente soddisfatta le grandezze stesse n_e n, possono essere arbitrarie 
e piccole a piacere. Nei casi in cui i volumi di tutte le cavità della 
superficie di Fermi sono molto piccoli (rispetto al volume di una 
cella del reticolo inverso), si hanno i semimetalli ?). Esiste, tuttavia, 
una frontiera inferiore per il numero di elettroni di conduzione oltre 
la quale lo spettro elettronico di tipo metallico diventa instabile 
e non può più esistere (si veda più avanti, al $ 66). 


1) Per una deduzione rigorosa di questa affermazione si veda J. M. Lut- 
tinger, Phys. Rev. 119, 1153 (1960). 
2 Così, per il bismuto n. = n} ~ 10. 
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Le grandezze termodinamiche del metallo sono composte di 
parti reticolari ed elettroniche. La dipendenza dalla temperatura 
per queste ultime è determinata dalle quasi-particelle nell'intorno 
della superficie di Fermi (legge di dispersione (61,2)). Il carattere di 
questa dipendenza è naturalmente lo stesso del gas di Fermi perfetto 
o del liquido di Fermi isotropo (cfr. $ 1); la diversità nelle formule 
è dovuta unicamente a un altro numero di stati delle quasi-particelle 
in prossimità della superficie di Fermi, che ora non è più sfera: 

Indichiamo con v de il numero di stati (riferito all'unità di volu- 
me del metallo) per un intervallo di energia de. L’elemento di volu- 
-.-.me nello spazio k, compreso fra due superfici isoenergetiche indefi- 
nitamente vicine e corrispondenti alle energie er ed ep + de, 
è uguale a df de/hv p, dove df è l'elemento d’area della superficie di 
Fermi e vr il modulo del vettore normale ad essa vr = de/h dk. 
Pertanto 

2 d 
v= +, (61,6) 
dove l'integrazione è estesa a tutti i fogli della superficie di Fermi, 
disposti all’interno di una cella del reticolo inverso (è ovvio che 
per una superficie di Fermi aperta le facce della cella stessa non 
fanno parte del dominio di integrazione). 

La (61,6) sostituisce nelle grandezze termodinamiche un’espres- 
sione che per il gas di particelle libere (quando la superficie di Fermi 
è una sfera) aveva la forma 


2 4k _ mpr 
On prim neh?" 
Così, per la parte elettronica del potenziale termodinamico Q del 
metallo abbiamo (cfr. V, § 58) 


Qe = Qoe — E- VV TS, (61,7) 


dove Qoe è il valore del potenziale per T = 0. Considerando il se- 
condo termine nella (61,7) come una piccola aggiunta a Qoe, in 
accordo con il teorema delle piccole correzioni, si può scrivere la 
stessa formula anche per il potenziale termodinamico ©: 


De = Doe — Lr vel T, (61,8) 


dove ora vp e V sono supposti espressi mediante P (in approssima- 
zione « nulla », cioè per T = 0). 

Determinando con l’espressione (61,8) l’entropia e in seguito il 
calore specifico, troviamo che 


C= F vo. (61,9) 
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La parte reticolare del calore specifico è proporzionale a T°? (a tem- 
perature piccole rispetto a quella di Debye ©); quindi, per tempera- 
ture sufficientemente basse il contributo elettronico al calore spe- 
cifico diventa prevalente 1). 

Per la stessa ragione il contributo elettronico alla dilatazione 
termica del metallo diventa anch’esso prevalente in questo dominio 
di temperature. Determinando mediante la (61,8) il volume V = 
= 8D/0P troviamo in seguito che il coefficiente di dilatazione ter- 
mica œ vale 


iay _ m ô (Vyp) 
a=7 (3r) = Ir e (61,10) 
È da notare che qui (così come nel dominio T` @, si veda V, 
$.67) la relazione 

aV ô ln (Vvp)] 

r 


‘è indipendente dalla temperatura. 


$ 620 Funzione di Green degli elettroni 
nel metallo 


Il ragionamento fatto ai $$ 56-58 si riferiva al movimento di un 
- solo elettrone in un reticolo sottoposto a un campo magnetico ester- 
no. Mostriamo ora che i risultati così ottenuti restano di fatto validi 
anche per le quasi-particelle (elettroni di conduzione) nel liquido 
elettronico di un metallo reale; cambia un po’ soltanto la definizione 
. delle grandezze che figurano nelle relazioni (Ju. A. Byčkov, L. P. Gor- 
«== kov, 19641; J. M. Luttinger, 1961). Le funzioni di Green rappresentano 
un apparato matematico appropriato per lo studio generale del liqui- 
do elettronico. 
Nel capitolo II questo apparato è stato sviluppato per il liquido 
-—di Fermi «libero ». Vediamo sotto quali aspetti esso deve essere 
modificato per il liquido in un reticolo. 
La funzione di Green del liquido elettronico (alla temperatura 
T = 0) è definita mediante gli operatori y di Heisenberg degli elet- 
troni dalla stessa formula (7,9), dove la media viene presa rispetto 
allo stato fondamentale del metallo. Per l'omogeneità del tempo que- 
sta funzione dipende dagli argomenti ?, e tą soltanto mediante la loro 
differenza £ = t, — t. Per quanto riguarda l’omogeneità spaziale, 
ora essa è violata dal campo del reticolo che è esterno nei confronti 
del liquido. Perciò la funzione di Green dipende non soltanto dalla 


1) Il rapporto {7/8p è il piccolo parametro dello sviluppo nell'espressione 
Lola e nel calore specifico del reticolo lo è 7/6. Pertanto ambedue le parti 
el calore specifico vengono confrontate per T? = 69/ep. 
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differenza r, — ra. Si può solo affermare che essa è invariante ri- 
spetto alla traslazione contemporanea di r} e r di uno stesso periodo 
(qualsiasi) del reticolo. Considereremo più avanti la funzione di 
Green nella rappresentazione œ, r, cioè introdurremo la sua compo- 
nente di Fourier rispetto a t: Gag (©; T1, rs). È esattamente questa 
funzione a permettere di determinare lo spettro energetico del liqui- 
do elettronico nel metallo. Ripetiamo (senza eseguire di nuovo tutti 
i calcoli) le considerazioni esposte al $ 8 in applicazione al dato: 
caso. 

È stato mostrato al $ 8 che l'omogeneità del sistema permette di 
determinare completamente la dipendenza dalle coordinate degli 
elementi di matrice degli operatori w e, quindi, dà la possibilità 
di scrivere l’espressione generale della funzione di Green nella. 
rappresentazione spazio-temporale nella forma (8,5-6); di qui si 
potrebbe passare in seguito alta rappresentazione degli impulsi 
sotto forma di sviluppo (8,7). 

Per il liquido elettronico in un reticolo l’invarianza degli ele- 
menti di matrice espressa dall’uguaglianza (8,3) si verifica unica- 
mente per traslazioni di periodi del reticolo, cioè per r = a. È.na- 
turale che ciò implichi una determinazione minore della dipendenza 
dalle coordinate: in luogo della (8,4) si potrebbe affermare unica- 
mente che 


(0 | Pa (t, r) | mk) = Gb (r) exp (— iomo (k) t), 
(mk |, (t, £) 1 0) = 9), -x (r) exp (i0mo (k) t), (62,4) 


dove 
n (r) = et hamk (r), 
Nik (r)= = eikty amk (r )» (62,2) 


k è il quasi-impulso dello stato; m la totalità degli altri numeri — 
quantici che lo ‘caratterizzano, mentre u e v sono alcune funzioni 
delle coordinate periodiche nel reticolo (abbiamo scritto gli elementi 
di matrice soltanto per le transizioni dallo stato fondamentale, ossia 
lo stato 0). Per le loro proprietà le funzioni y(* e (©) sono analoghe 
alle funzioni d'onda di Bloch dell’elettrone in un campo periodico. 
Esprimendo la funzione di Green mediante questi elementi di matri- 
ce e passando in seguito alle componenti di Fourier rispetto al tempo 
(così come abbiamo fatto al $ 8), otteniamo ora, in luogo della for- 
mula (8,7), il seguente sviluppo: 


> (RIO k (C) E (ra) A (ED) Xime eti 


o+y— eh +i0 o+p— eG —i0 (02,9) 


Gag (0; ris "= 2 


con il SER is delle notazioni e(* ed e~; il secondo 
termine è stato sottoposto alla trasformazione k + —k 
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L'esistenza di eccitazioni elementari unidimensionali non smor- 
zantisi in prossimità della superficie di Fermi del metallo si rivela 
nel fatto che per e nell’intorno di u l’energia dello stato dipende 
unicamente da k. Per questi stati la funzione Gag (©; r;, r2) ha un 
polo per œ = e (k) — pu. Nell’intorno del polo la funzione diventa 


Xak (£1) Xx (r2) 

©+pu—e (k)+i0-signo * (62,4) 
In presenza di degenerazione degli spin si deve ancora sommare 
‘sui due stati di spin. 

La definizione dello spettro energetico in base alle funzioni di 
‘Green si riduce, in principio, al problema degli autovalori di un 
operatore integro-differenziale lineare. 

I principi fondamentali della tecnica dei diagrammi nello spazio 
coordinato per il caso in questione restano gli stessi che nel caso del 
liquido di Fermi ordinario. In particolare, introducendo l’autofun- 
zione energetica Zag (t, rı, rs) (quale somma dell'insieme di dia- 
grammi definito al $ 14), possiamo scrivere la funzione di Green 
Gap (t, r1, r2) nella forma della serie (14,3), la cui somma dà l’equa- 
zione di diagrammi (14,4). La linea continua sottile in questi dia- 
grammi indica la funzione di Green Gg (t, rı — rą) degli elettroni 
liberi che non interagiscono né con altri elettroni né con il reticolo. 
In accordo con l’espressione (9,6) questa funzione verifica l’equa- 
zione 


Gag (0; Ti) T) = 


; A 
(i Ti p) GR (t, r; — r) = Ôa pÊ (rr ro). 


Applicando al primo membro dell'equazione (14,4) l'operatore (...) 
e passando in seguito alle componenti di Fourier rispetto al tempo, 
otteniamo l'equazione cercata , 


(0+u+3) Gag (0; ri, Fa) — 
-f Zay (0; Fi, r')Gyg (0; r’, ro) da’ = ĝagô (r, — ra). (62,5) 


In prossimità del polo della funzione G (rispetto alla variabile œ) 
il secondo membro dell’equazione può essere omesso e si ottiene 
così un'equazione integro-differenziale omogenea, i cui autovalori: 
definiscono lo spettro energetico del sistema. In questo caso l'indi- 
ce f e la variabile r, non sono toccati da nessuna operazione, fungen- 
do cioè nell'equazione da parametri inessenziali. Per definire lo 
spettro si può scrivere quindi un’equazione della forma 1) 


(0+4+32) xa (M— | Zar (0; r, r’) xy (1) dz’ = (0— É) x (M=0. 
(62,6) 


1) Per un liquido di Fermi microscopicamente omogeneo questa equazione 
nella rappresentazione degli impulsi si riduce all'equazione (14,13) 


o + u = e) (p) + (0, p)» 
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Per il liquido di Fermi elettronico nel metallo essa sostituisce l’equa- 
zione di Schròdinger ordinaria. I suoi autovalori definiscono, come 
è stato già detto, lo spettro secondo la relazione œ = e (k) — p; 
le autofunzioni corrispondenti sono le funzioni Xak (r) dell’espres- 
sione (62,4) (ciò è evidente mediante la sostituzione diretta della 
(62,4) nella (62,5)). Poiché lo smorzamento delle eccitazioni in pros- 
simità della superficie di Fermi è piccolo, l'operatore L è hermitiano 
per © piccolo (a meno di termini dell’ordine di ®). 

Per il passaggio al caso dell’esistenza di un campo magnetico 
esterno debole occorre notare che per trasformazione di gauge del 
potenziale vettoriale gli operatori w si trasformano come funzioni 
d'onda (cfr. le (44,3-4)) e perciò la funzione di Green Gag (0; r4, ra) 
si trasforma come prodotto di funzioni p + (r,) +* (ra). Ciò vuol 
dire che la funzione x (r) nella (62,6) deve trasformarsi anch'essa come 
una funzione p ordinaria. Ma se torniamo alle considerazioni fatte 
al $ 56, è facile vedere che esse sono basate unicamente sulla perio- 
dicità del reticolo cristallino, sulle proprietà generali della trasfor- 
mazione di gauge e sul fatto che lo spettro energetico è determinato 
dagli autovalori di un certo operatore hamiltoniano; quest’ultimo 


nel caso considerato è l'operatore L nell’espressione (62,6) 1). È 
chiaro perciò che il risultato, ossia la regola di passaggio dallo spettro 
in assenza di campo allo spettro in presenza di campo debole, sarà 
lo stesso: il nuovo spettro verrà definito dagli autovalori dell’ope- 
ratore hamiltoniano 
e S >, ô 

e (K-i A0), r=ifa (62,7) 
dove e (k) è lo spettro in assenza di campo. È ovvio che ora il senso 
della funzione stessa e (k) differisce dal suo senso nell'espressione 
(56,7): essa tiene conto dell'interazione collettiva di tutti gli elet- 
troni del sistema. 

Inoltre, poiché lo studio del caso quasi-classico effettuato ai 
$$ 57, 58 è stato basato sull'esistenza dell’operatore hamiltoniano 
della forma (62,7), questi risultati si estendono anch’essi al liquido 
elettronico. In questo caso, tuttavia, si deve precisare cosa si intende 
con intensità del campo agente sull’elettrone di conduzione (e, 
quindi, con potenziale vettoriale A). A rigore, questo deve essere un 
valore microscopico preciso del campo creato in un dato punto r 
da tutti gli elettroni (e dal campo esterno). Ma nel caso quasi-clas- 


1) A questo proposito può sembrare importante la distinzione che nel 


la (62,6) l'operatore L dipende esso stesso da œ. Ciò non significa altro che un 
modo di scrittura implicita dell'operatore hamiltoniano. Per œ piccole (in 
prossimità della superficie di Fermi) si può passare anche alla scrittura esplicita 


sviluppando È = La + olı e in seguito moltiplicando per l'operatore 
(1 — L,)-} il primo membro dell'equazione ÊĈ,y = o (1 — È) X. 
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sico le dimensioni caratteristiche ry del dominio in cui si verifica 
l'interazione («raggio orbitale di Larmor ») sono grandi rispetto 
all'ordine di grandezza delle distanze interelettroniche (coincidente 
con la costante a del reticolo). Questa circostanza conduce automa- 
ticamente alla media del campo microscopico. L'origine di questa 
media può essere precisata dai ragionamenti seguenti. 
Rappresentiamo l’intensità microscopica sotto forma di somma 
del suo valore medio (che, in accordo con la terminologia accettata 
in elettrodinamica macroscopica, è l’induzione magnetica B) e della 


parte rapidamente variabile H. Il potenziale vettoriale corrisponden- 
te al campo omogeneo B cresce per tutta l'estensione delle dimensio- 
ni orbitali assumendo valori caratteristici ~Bry. Quanto al poten- 
ziale corrispondente al campo H oscillante a distanze ~a, esso non 
cresce sistematicamente e assume soltanto valori Ba che si possono 
trascurare rispetto a Bry. Fra l’altro, come è stato precisato al $ 56, 
è il potenziale del campo a determinare la quantizzazione del moto 
elettronico. Quindi, possiamo concludere che è sufficiente tener 
conto del solo potenziale A dell’induzione omogenea B = rot A, 
che fungerà da campo agente sull’elettrone (D. Shoenberg, 1962). 
Vedremo più avanti (fine del $ 63) che questa circostanza può con- 
durre a nuovi fenomeni nella magnetizzazione dei metalli. 

In tal modo, la regola di quantizzazione quasi-classica (58,7) 
per il liquido elettronico nel metallo si scrive come segue: 


S (e, k)= Ale g (n+ 7) (62,9) 
dove ora S (e, %,) è l’area della sezione delle superfici isoenergetiche 
autentiche degli elettroni di conduzione dei metalli (vicine alla 
sua superficie di Fermi). 

Come nel problema di un solo elettrone in un reticolo avente 
centro d’inversione !), se teniamo conto dello spin degli elettroni di 
conduzione, ciò implica la separazione dei livelli nel campo magne- 
tico in due componenti 


Eno (kz) = En (k.) + BE (k) B, o= 1. (62,9) 


La grandezza È (k,) rappresenta il risultato dell’operazione di media 
applicata a una certa funzione È (k) sulla traiettoria quasi-classica. 
Inoltre, tutte le traiettorie si possono considerare, con un’approssi- 
mazione sufficiente, come giacenti sulla superficie di Fermi stessa 
in modo che il risultato dell'operazione di media dipende unicamente. 
da k,. Sottolineiamo il seguente fatto: per il liquido di Fermi elet- 


._ 3) Di fatto, i reticoli cristallini di tutti i metalli godono di centro d’inver- 
sione. 
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tronico la grandezza È (k,) è diversa dall'unità (il suo valore per 
gli elettroni liberi); ciò è dovuto non soltanto all’interazione spin- 
orbitale, ma anche all’interazione di scambio fra gli elettroni. 


$ 63. Effetto di HaaseVan Alphen 


È impossibile calcolare in forma generale la suscettività ma- 
gnetica di un metallo in campi magnetici deboli (BB « T, dove $ 
è il magnetone di Bohr e B l’induzione magnetica). Il fatto è che 
nei limiti della teoria del liquido di Fermi si può considerare sol- 
tanto la parte paramagnetica (di spin) della suscettività: questa 
‘parte è definita dagli elettroni di conduzione in prossimità della 
superficie di Fermi, poiché gli spin degli elettroni all’interno della 
distribuzione sono reciprocamente compensati. Quanto alla parte 
diamagnetica (orbitale) della suscettività, ad essa danno un contri- 
buto tutti gli elettroni, anche dall’interno della distribuzione dove 
il concetto di quasi-particelle perde già di senso nella teoria del 
liquido di Fermi. Fra l'altro, ambedue le parti della suscettività 
sono, in generale, di un medesimo ordine di grandezza e solo la loro 
somma ha un significato fisico reale. 

Consideriamo campi « forti » in cui 


T< fB<u, (63,1) 


vale a dire che gli intervalli fra i livelli di Landau sono commen- 
surabili con la temperatura, ma sempre piccoli rispetto al potenziale 
chimico. In questo caso le parti para- e diamagnetica della magnetiz- 
zazione non possono essere separate in generale, ma la situazione 
cambia qui nel senso che nella magnetizzazione del metallo compare 
la dipendenza oscillatoria dall’intensità del campo (effetto di Haas- 
Van Alphen) +). La parte monotona della magnetizzazione dipende 
anche qui da tutti gli elettroni del metallo e non può essere calcolata 
nei limiti della teoria del liquido di Fermi. Quanto alla parte oscil- 
lante della magnetizzazione, essa è definita, come vedremo, soltanto 
dagli elettroni di conduzione nell’intorno della superficie di Fermi 
e può essere studiata in forma generale (I. M. Liffits, A. M. Kosevié, 
1955). È esattamente questa parte che ci interesserà qui. 

La dipendenza oscillatoria della magnetizzazione dal campo è la 
conseguenza della quantizzazione dei livelli energetici del moto 
orbitale degli elettroni. Ma alla quantizzazione sono soggetti i soli 
stati corrispondenti al moto degli elettroni descriventi traiettorie 
chiuse (nello spazio k). Pertanto il contributo alla parte oscillatoria 
delle grandezze termodinamiche proviene unicamente dagli elettroni 
di conduzione sulle sezioni chiuse delle superfici isoenergetiche -con 


1) Si veda V, $ 60 dove questo effetto è stato stuadiato per un gas elettro- 
nico perfetto. i . 
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. piani perpendicolari alla data direzione del campo. Supporremo _. 
‘che su queste sezioni si verifichi la condizione di quasi-classicità, 
cioè che i numeri z determinati dall’uguaglianza (62,8) siano grandi: 


heS!|e|B>1. (63,27 - 


Per superfici di Fermi tipiche nei metalli le dimensioni lineari delle 
sezioni valgono ~1/a in modo che S ~ a™, e allora la condizione 
(63,2) si verifica a priori (si veda la nota alla pag. 289). 

I livelli quasi-classici sono dati (tenendo conto dello spin) dall’e- 
spressione (62,9), dove en (k,) sono soluzioni dell’equazione (62,8); 
a ciascun livello corrisponde un numero di stati dato dalla formula 
(58,10). Perciò la somma statistica che determina il potenziale ter- 
modinamico Q (quale funzione di u, 7 e del volume V del sistema) 


ha la forma 


— g(8) 
Q=—T Jely x | Yin {1 + exp Lae dk,. (63,3) 


n s,0 


L’indice s numera i singoli fogli della superficie isoenergetica; questo 
indice e il segno di sommatoria su di esso sono omessi in seguito per 
brevità. L'integrazione su dk, è estesa a un intervallo tale che esso 
comprenda tutte le diverse sezioni (ad eccezione di ripetizioni perio- 
diche) di tutti i fogli delle superfici isoenergetiche. 

Prima di tutto separiamo da Q la parte oscillante con il campo 
(indichiamola con £), trasformando la somma (63,3) mediante la 
formula di Poisson 1): 


+F(0+ XD FM= | F (2) de +2Re y |E (a) ezmix dy, (63,4) 
n=1 0 


I=1 0 


Il primo termine di questa formula applicata all'espressione (63,3) 
dà un contributo non oscillatorio in Q; omettendolo scriviamo 


x BVT ba 
= 2Re Y) I la (63,5) 
lmi1o=t1 


dove is è la parte oscillante dell’integrale 


A 
Iis = {an fin {1 + exp Poeet) e2sailn dk, (63,6) 
() 
e dove si è introdotta anche la notazione pu, = p — 0f58. 
1) Si veda V, $ 60. Il fatto che nell’espressione (63,4) il termine della 


somma F (0) è preceduto dal coefficiente 1/2 non ha importanza, poiché nella 
somma (63,3) sono essenziali i soli termini con n grandi- 
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Per la trasformazione ulteriore introduciamo la funzione 


AS k. 1 
n (e, k,)= Si (63,7) 
(cfr. la (62,8)) e passiamo dall’integrazione in dn nella (63,6) 
all’integrazione in de: 


Ig si In fi + exp Forti e2miln di dk, de; (63,8) 
; i 


-l’estremo inferiore di integrazione in de (supposto convenzional- 
mente nullo) è inessenziale, poiché nell’integrale sarà importante- 
il solo intorno del valore e = Po. 

Poiché la funzione n (e, k,) è grande, il fattore esponenziale- 
nell'espressione integranda della formula (63,8) è una funzione rapi- 
damente oscillante di %,. Queste oscillazioni smorzano l'integrale 
in dk, e perciò il contributo principale in esso proviene dai domini 
della variabile k,, nei quali la funzione z (e, kz) varia più lentamente 
(in modo che le oscillazioni sono anch'esse più lente). In altre parole, 
il contributo principale all’integrale lo danno i domini in prossi- 
mità dei punti di estremo di n come funzione di k, (per ogni e dato). 
Sia kzex (€) uno di questi punti; nel suo intorno calcoliamo l’inte- 
grale con il metodo del punto di sella: nell’esponente scriviamo 


n (e, ka) rex (0) +3 (SIF ) er fa Fren)? rex (€) =n (e, kres (0) 


e nei fattori non esponenziali prendiamo il loro valore per k; = kzex- 
Come risultato troviamo che ciascuno dei punti di estremo dà il 
contributo seguente all’integrale: 
t d 02n |-1/2 
f ln {1 + exp Lor Tea 5 


È 77 | ex 


exp {2nilnex + i de; 


la sostituzione di ôn (e, k,)/ðe con dneside è ammissibile, poiché 
nel punto di estremo 0n/0k, = 0. I segni positivo e negativo nell’e- 
sponente si riferiscono rispettivamente ai casi in cui kex è un punto 
di minimo o di massimo della funzione n (e, %,) 1). Trasformiamo 
questa espressione mediante. aan per parti, scrivendo 


dex 


a =; dexp(2nilne (€)) 


exp (2nilnez) de = PET La 


1) Un integrale della forma | e40:° de si.calcola mediante la sostituzione 


aa sel o z= ue! per a >0 0 4<0 dopo di che l'integrazione in. | 
du si estende da — œ a +00, 
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e tenendo presente che si può non derivare la funzione lentamente 
variabile | 02r/0k?]x. Il termine integrato non implica la dipendenza 
oscillatoria dal campo; omettendolo, abbiamo 


z etini T exp (2nilnex) de 
A ERE ETA Pag 
È ô [ 1+exp (=) ] 19°n/0kz|6g 


«dove la sommatoria è estesa a tutti i punti di estremo (il cui 
significato verrà discusso più avanti). 

Il fattore exp (2riln:x) a numeratore dell'espressione integranda 
‘è una funzione rapidamente oscillante di e. Queste oscillazioni smor- 
zano l'integrale in de ovunque, ad eccezione del dominio e — po~ 
~~ T, nel quale il denominatore varia rapidamente. La funzione 
‘stessa Nex (£) ha una variazione regolare in questo dominio e perciò 
può essere rappresentata nella forma 


Nex (€) © Rex (Ho) + Nex (Bo) (€ — Ho); 


quanto al fattore | ô?n/ðkz | “Y2, esso va sostituito semplicemente 
<con il suo valore per e = po. Dopo questa operazione, passando dal- 
l'integrazione in e a quella in z = (e — po)/7 e sostituendo il 
limite inferiore — 5/7 con —co (poiché u/T > 1), otteniamo 1) 


F 2nil ti [4 = , 
Ia A Sh [2081 Tres (ho)le 
ex ex, bg 


Sommando questa espressione su o = +4, si può sostituire ovun- 
que (ad eccezione del fattore esponenziale) us con p in quanto per 
l'ipotesi (63,1) BB <p. Nel fattore di fase (esponenziale) questa 
sostituzione è inammissibile: essendo grande il valore della funzione 
Nex (8), una variazione relativamente piccola del suo argomento 
implica già un notevole cambiamento di fase; qui, però, è sufficiente 


1) È stato utilizzato il valore dell’integrale 


° iaz 
ME VI e e aan 
da f et+1 dz sh na ® 
LA ; 


Si può ottenere questa formula considerando l’integrale su un contorno chiuso 
ael piano della z complessa, formato dall'asse reale, dalla retta Im z = 27 
e da due segmenti « laterali » indefinitamente lontani (per assicurare la con- 
vergenza su questi ultimi sostituiamo il parametro reale a con œ — i0). L’inte- 
gralo su questo contorno è definito dal resto nel polo z = in da cui ricaviamo 


22 io 
I — e ] = 2ni ™. 
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sviluppare nex (u + PB) in potenze di 82 limitandosi ai termini 
lineari. Come risultato otteniamo 


Fo exp [2rilnex (U) + in/4] 
Dlto= E di 13/2|92n/6k2| 1/2 x 
e Ziex. u 


x sh [2n?/Tnex (u)] cos [2rx/BBEsxMex (L), (63,10) 


dove $ex = È (kzex). Resta da precisare il senso delle grandezze che 

figurano in questa espressione e sostituirla nella formula (63,5). 
Secondo la definizione (63,7) la funzione rey (£) è legata al valore 

estremale Sex (e) dell’area di sezione della superficie isoenergetica 

S (e, k,) come funzione di %,, mentre il suo 

valore per e = u rappresenta l’area della 

sezione estremale della superficie di Fermi. 

A titolo di iMustrazione la fig. 15 rappre- 

senta tre sezioni (due massime e una — 

minima) della superficie di Fermi a forma di 

manubrio ginnico; esse sono perpendicolari Fig. 15 

alla direzione del campo indicata dalla 

freccia. La somma su ex nella (63,10) viene effettuata su tutte le 

sezioni estremali chiuse di tutti i fogli della superficie di Fermi. 

Per rendere più facile la scrittura delle formule, introduciamo 

anche la massa ciclotronica dell’elettrone di conduzione che si 

muove su una traiettoria estremale chiusa. In accordo con la defi- 

nizione (57,6) questa massa vale 


LŽ? 98 (e, k) 


* 
m 27 de 


h2 dr 
mori Sex (HI), 


Hi hz ex 


dove Sex (e) = S (e, k, ex (€)); l’ultima uguaglianza è dovuta di 
nuovo al fatto che nel punto di estremo ðS (e, k.)/0k, = 0. 

Come risultato otteniamo infine la seguente formula esprimente 
la parte oscillatoria del potenziele termodinamico: 


d= 5 3(- 1) cos {1 Da +5}, 


ex luni 


2V (mBB)5/2 | 32S (p, k,) |-1/2 À * 
e | a [I paes (mZ er), (63,11) 


à = ln?Tm*/m8B 


(m è la massa vera dell'elettrone, i segni positivo e negativo nell’ar- 
gomento del coseno si riferiscono rispettivamente ai casi di sezioni 
‘minime o massime) 1). 

1) Per il gas di elettroni liberi la superficie di Fermi è una sfera di raggio 
kp = V 2mu/h, Sex = mkf, e la formula (63,11) si trasforma nella (60,5) del 
volume V, § 60. 
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La magnetizzazione M (momento magnetico dell'unità di volu- 

me) si calcola come la derivata 1) 
102 
M=-3%: (63,12) 

In questo caso vanno soggetti alla derivazione nella (63,11) soltanto 
i fattori variabili più rapidamente, ossia i coseni. Data l’anisotropia 
della superficie di Fermi (m* e Sx dipendono dalla direzione del 
campo) la direzione di M non coincide in generale con quella di B. 
Troviamo che la parte oscillante della magnetizzazione longitudinale 
(nella direzione del campo) è 


fe n l [2S n 
Ñ= 2 DD Mison {(18 +7}. 
ex l= 
_ B4? (mp)3/2 Sex | 925 (p, kı) |-1/2 _A_ m* 
Mi RAR | dla ROOS (ME ber). (63,43) 
Le espressioni (63,11) e (63,13) sono funzioni oscillanti piuttosto 
complesse del campo magnetico, che contengono, in generale, ter- 
mini di periodicità diversa: i termini provenienti da ciascuna delle 
sezioni estremali della superficie di Fermi hanno un loro periodo 
rispetto alla variabile 1/B che vale 


si __ 4nmB _ 2ale| 


È da notare che questi periodi sono indipendenti dalla temperatura. 


1) Il fatto che la derivazione si effettua rispetto a B deve essere precisato. 
Alla formula (63,12) si può giungere nel seguente modo. La variazione del- 
l'operatore hamiltoniano del sistema per una variazione infinitesima del poten- 
ziale vettoriale del campo è 


sfi=-1 f Î6A dv, 


dove Î è l'operatore densità di corrente (si veda III (115,1). La variazione del ` E 
potenziale termodinamico Q si ottiene invece calcolando la media di ôH (per 

ati valori di p, T, V). Ma il fatto che la quantizzazione del sistema viene 
determinata (come è stato mostrato al $ 62) non dal campo microscopico esat- 
to H, bensì dalla sua media macroscopica B significa che anche in 8 si deve 
intendere con A il potenziale vettoriale del campo medio B. Quindi, la varia- 
zione SA si può portare fuori dal segno di media e allora si ha 


ô2= (8H) = -4 f () SA ay. 


Introducendo ora il momento magnetico in base alla definizione (j) = c rot M 
e integrando per parti, otteniamo 


Q= — ôB f M dV. 
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Quanto alla dipendenza dalla temperatura delle ampiezze delle 
oscillazioni, essa è determinata dal fattore X/sh A. Per A> 14 le 
ampiezze decrescono esponenzialmente e le oscillazioni di fatto 
scompaiono. Per A < 4 il fattore A/sh à ~ 1, e l'ordine di grandezza 
delle ampiezze viene determinato dagli altri fattori in Q; e M ù 
a questo caso si riferiscono tutte le stime ulteriori. 

Per una stima approssimata poniamo 


m*~ m, u~ kilm, S- kh, 


dove kr 1/a sono le dimensioni lineari della superficie di Fermi. 
. Allora otteniamo 


= B)5/2 B \5/2 > B \1/2 
dev ~ Vnu (EE), A np ($2)"?, (63,15) 


dove n~ ki è la densità del numero di elettroni. Per quanto riguar- 
da la parte della magnetizzazione dipendente monotonamente dal 


campo (indichiamola con M), la si può stimare ponendo 


Fr = mk BB 


dove y% è la parte « monotona » della suscettività magnetica stimata, 
ad esempio, in base alla formula per la suscettività del gas elettro- 
nico in campi deboli (si veda V, $ 59). Rispettivamente la parte 
| monotona del potenziale termodinamico è Q~ VMB ~ Vnp(BB/p)?. 
Il confronto fra le espressioni scritte mostra che la parte oscillante 
del potenziale termodinamico è piccola rispetto alla sua parte ma- 
gnetica monotona, l 


DİQ ~ (PBlu) 2< 1, 


e tanto più rispetto al suo valore Q~ Vnu in assenza di campo: . 


UA, (BB/p)*/2. Al contrario, la parte oscillante della magnetiz- 
zazione è grande rispetto alla sua parte monotona 


MIM ~ (IBB) 1. 


È da notare a proposito di tutta la teoria delle oscillazioni della 
magnetizzazione, qui esposta, che essa si riferisce al liquido elettro- 
nico in un cristallo perfetto e che non tiene conto dell'eventuale 
influsso sul risultato dei processi di diffusione degli elettroni di 
conduzione sui fononi e sui difetti del reticolo (sugli atomi di impu- 
rità, ad esempio). Questi processi implicano un’indeterminazione 
nell’energia degli elettroni: Ae ~ &/t= Avp/l (dove t è il tempo fra 
le collisioni; Z la lunghezza del cammino libero; vp la velocità degli 
elettroni). Quanto allo smussamento dei livelli energetici, questo 
processo, a sua volta, livella le oscillazioni della magnetizzazione. 
La condizione per cui si possono trascurare i processi di diffusione 
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consiste nell'essere piccola l’indeterminazione Ae rispetto agli 
intervalli fra i livelli, cioè deve essere 


hog> hu pll. (63,17) 


Per T — 0 sono ammissibili (la condizione (63,1)) valori di B pic- 
coli a piacere (più precisamente, limitati dalla sola condizione 
(63,17)). In questo caso la magnetizzazione M può, in principio, 
essere commensurabile con l’induzione stessa B (poiché M/B ~ 
~ %(u/BB)Y2), ma ancora prima diventa grande (in modulo) la 
suscettività magnetica y = M/H *). Infatti, osservando di nuovo 
che alla derivazione devono essere soggetti i soli fattori oscillanti, 
troviamo 


| Z 1~ x (u/BB)r. (63,18) 


In questa situazione le oscillazioni della magnetizzazione impli- 
cano la comparsa, sulla curva della dipendenza dell'intensità ma- 
l croscopica H = B — 4nM (B) dall’indu- 
zione B, di una successione di flessi 
rappresentati schematicamente nella 
fig. 16 (A. B. Pippard, 1963). Ma la 
condizione di stabilità termodinamica 
richiede che debba essere 2) 


ôH 
(3 )r a > 
Perciò sono impossibili stati corrispon- 
denti a tratti della curva del tipo be. 
T La situazione venutasi a creare è com- 
Fig. 16 pletamente analoga a quella che implica 
la transizione di fase nella sostanza per la 
comparsa di un’inflessione sulla curva di dipendenza della pressione dal 
volume (si veda V, $$ 84, 152). Alla curva di dipendenza in equili- 
brio H (B) corrisponderà in realtà un segmento rettilineo orizzontale > 
ad tracciato in modo tale che le due aree tratteggiate nella fig. 16 
siano uguali. Quanto ai tratti ab e cd, essi corrispondono a stati 
metastabili. 

Un campione metallico sia un cilindro con asse diretto lungo il 
campo esterno $. Allora l'intensità H all’interno del cilindro coin- 
cide con $, e a misura che quest’ultimo crescerà il corpo verrà sog- 
getto a transizioni di fase consecutive con variazione a salti dell'in- 
duzione: ogni volta che si arriva a un punto come a, l’induzione 


1) A scanso di complicazioni inutili, nella considerazione qualitativa 
seguente prescindiamo dall'influenza dell'anisotropia. 
i 2) Si veda VIII, § 18 dove una condizione analoga è dedotta per il caso 
elettrico. 
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salta dal valore B, a quello By *). Se il campione è una lamina piana 
in un campo magnetico che le è perpendicolare, il corpo si suddivide 
in strati alterni (domini diamagnetici) con induzione diversa, il 
che è analogo alla suddivisione di un superconduttore, nello stato 
intermedio, in strati normali e superconduttori (J. H. Condon, 
1966). In questo caso il campo esterno $ coincide con la media del- 
lV’induzione magnetica, calcolata rispetto a tutti gli strati. Così, 
nell'intervallo Ba < 6 < Bua la lamina si suddivide in strati con 
induzioni B, e B4; a misura che © aumenta, il volume delle seconde 
cresce a spese di quello dei primi. 


$ 64. Interazione elettrone-fonone 


Finora abbiamo considerato gli elettroni di conduzione nei cri- 
stalli a prescindere dalla loro interazione con le oscillazioni del reti- 
colo, cioè con i fononi. Questa interazione esprime il fatto che la 
deformazione del reticolo modifica il campo in cui si muove lelet- 
trone; questa modifica è detta potenziale di deformazione. 

L'interazione elettrone-fonone gioca un ruolo determinante nei 
fenomeni cinetici che si producono nei semiconduttori e nei metal- 
li; qui ci interesserà la sola influenza qualitativa di questa intera- 
zione sullo spettro energetico degli elettroni. Per il suo studio è op- 
portuno evitare complicazioni dovute all’anisotropia del reticolo 
e alla sua disomogeneità microscopica. In altre parole, consideria- 
mo il mezzo come un liquido isotropo microscopicamente omogeneo, 
nel quale sono possibili quindi le sole vibrazioni sonore longitudi- 
nali. 

In prima approssimazione rispetto alla deformazione, rappresen- 
tiamo il potenziale corrispondente a questo modello semplificato 
nella forma 


User (1) =7|W (rr) p (1) da, (64,1) 


dove p’ è la parte variabile della densità del mezzo (mentre p è il 
suo valore costante d’equilibrio). La funzione W (r — r’) decresce 
a distanze dell’ordine di quelle interatomiche a. Rendiamo ancora 
più semplice l’espressione (64,4), osservando che per interazione 
con fononi di vettori d’onda k & 1/a queste distanze si possono sup- 
porre nulle, ponendo cioè W = wô (r — r’), dove w è una costante. 
Allora Uqer = wp’ (r)/p. Secondo la teoria quantistica, nella rappre- 
sentazione della seconda quantizzazione, questo potenziale si scrive 
come operatore hamiltoniano di interazione elettrone-fonone 


Pep = {Wi (6, r) P’ (t, 1) Ya (t, r) de, (64,2) 


1) E supposto che l'energia superficiale della frontiera di separazione fra 
le fasi sia positiva. 
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dove gli operatori Y, Y+ si riferiscono agli elettroni e p'è l'operatore 
densità di Heisenberg, che descrive il campo fononico; per i fononi 
liberi (non interagenti con gli elettroni) questo operatore è dato 
dalla formula (24,10). 

Nel formalismo matematico delle funzioni di Green applicato 
all'interazione elettrone-fonone, accanto alla funzione di Green 
elettronica G compare anche una funzione fononica di Green la quale 
è definita come segue: 


D (Xx, Xa) = D (X, — Xa) = —i (T9' (X1) 0’ (Xa)), (64,3) 


doye il prodotto cronologico si sviluppa in base alla regola (31,2) - 
corrispondente al caso dei bosoni. Per i fononi liberi la funzione 
di Green nella rappresentazione degli impulsi è 


pk 1 1 = pk? i 
)= 5r {ziro arrn) — o — uk? +10 (64,4) 
(si veda il problema al § 34; nelle formule intermedie poniamo 
h = 1). 

Considerando l’interazione elettrone-fonone come una piccola 
perturbazione, possiamo costruire la tecnica dei diagrammi basata 
sull’operatore (64,2), così come abbiamo fatto al $ 13 per l’intera- 
zione di coppia dei fermioni. Senza ripetere tutti i ragionamenti, 
formuliamo le regole di costruzione dei diagrammi (nella rappre- 
sentazione degli impulsi) 1). 

Elementi fondamentali dei diagrammi sono le linee elettroniche 
(continue) e fononiche (tratteggiate), a ciascuna delle quali si attri- 
buisce un « quadrimpulso ». Alla curva elettronica con quadrimpulso 
P è messo in corrispondenza il fattore iG% = id,6G (P), che è 
la funzione di Green degli elettroni liberi. Alla curva fononica di 
quadrimpulso K è messo in corrispondenza il fattore iD® (K) 
che è la funzione di Green dei fononi liberi. A ciascun punto di ver- 
tice del diagramma convergono due linee continue e una tratteggiata; 
a questo punto si associa il fattore complementare —iw/p. 

Così, la prima correzione alla funzione elettronica di Green 
è rappresentata dal diagramma ?) 


E. 
OT SCO 


1) La struttura dell'espressione (64,2) per l'operatore di interazione elettro- 
ne-fonone è analoga a quella dell’operatore di interazione’ elettrone-fonone in 
elettrodinamica quantistica. In relazione a ciò sono analoghe anche le regole 
di tecnica dei diagrammi in ambedue i casi. 

2) Il diagramma con una linea elettronica chiusa su se stessa (simile al 
diagramma (13,13a)) manca perché D(° (0) = 0. In questo caso si suppone che 


DO (w, k 
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cui corrisponde l’espressione analitica 
1186 (P)= — 7 [G (P) | GO (P—K) DO (K) -E (64,6) 
La prima correzione alla funzione fononica di Green è rappresentata 


dal diagramma 
Ir (47 


nella forma analitica 


2 4 
iôD (K)=2-5 [DO (K)? (G0 (P) GO (P— K) Sha (64,8) 
oil coefficiente 2 è dovuto alla convoluzione dei fattori di spin: 
Sapdpa = 2; si è tenuto conto anche del fattorè —1 legato all’esi- 
stenza di un cappio fermionico chiuso; si veda il $ 13). 

Mostriamo che l’interazione elettrone-fonone nei metalli implica 
la comparsa dell’« attrazione efficace » fra gli elettroni in prossimità 
della superficie di Fermi. Essa può essere descritta in modo evidente 
come risultato dell'emissione di un fonone virtuale da parte di un 
elettrone e del suo assorbimento da parte di un altro (J. Bardeen, 
1950; H. Fröhlich, 1950). 

Consideriamo il diagramma 


B=RtK 


we 


ix (64,9) 

af N h 
esprimente la diffusione di due elettroni realizzabile mediante lo 
scambio di fononi virtuali; i quadrimpulsi P = (e — p, p) e K = 
= (®, k), dove u è il potenziale chimico degli elettroni per T = 0 


coincidente con l'energia limite £p. A questo diagramma corrisponde 
la funzione di vertice 


2, 
Lrosag=Tôayôpos = (— E) iDO (K), 


il passaggio al limite k +0 preceda quello © —> 0. Ciò esprime il fatto che 
nello spazio munito di coordinate l'integrazione su dêz (che esprime qui proprio 
il passaggio a k+ 0) è già contenuta nella definizione dell’operatore hamilto- 
niano (64,2) e perciò si effettua prima dell’integrazione sul tempo che compare 
quando la teoria delle perturbazioni si applica a questo operatore hamiltoniano. 
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ossia ua Sia 
w?k? e 
dove fio = e; — &,, hk = p; — pi- 

Per ordine di grandezza gli impulsi degli elettroni in prossimità 
della superficie di Fermi valgono p~ pr h/a. Alla diffusione 
degli elettroni di un angolo 4 corrisponde l'impulso del fonone 
hk-= ħla e la sua energia ħuk ~ ħula ~ hop, dove wp è la frequenza 
di Debye (per i metalli fop & €r). D'altra parte, l’elettrone non 
può cedere un'energia superiore a £ — €p. Perciò se per ambedue 
gli elettroni | € — €p |< Op, è chiaro a priori che 


ra uw/pu >0. (64,11) 


Tenendo conto del significato di T quale ampiezza di diffusione 
($ 16), vediamo che il suo segno corrisponde all’atirazione fra le 
particelle. Sottolineiamo che questo risultato si riferisce unica- 
mente agli elettroni in uno strato relativamente stretto (di larghez- 
za~ hop rispetto all'energia) dello spazio degli impulsi in prossi- 
mità della superficie di Fermi. Questa circostanza è stata già sfrut- 
tata al $ 43 per stabilire la grandezza del parametro di taglio nella 
teoria della superconduttività dei metalli 1). 


$ 65. Influenza dell'interazione eletirone-fonone 
sullo spettro elettronico nel metallo 


Consideriamo la questione dell'influenza esercitata dall'intera- 
zione elettrone-fonone sullo spettro degli elettroni nel metallo ?). 
Come è stato mostrato al $ 14, nel caso dello spettro del tipo di 
Fermi la correzione alla legge di dispersione e (p) (rispetto allo spet- 
tro del sistema di fermioni liberi) è determinata dalla differenza 


ôe (p) =2 (e — U p) — 2 (0, p), (65,1) 


dove £ = G(®-1 — G-! è la funzione autoenergetica. Nel caso con- 
siderato si tratta della correzione dovuta all’interazione con i fononi 
e come spettro « imperturbato » serve quello che tiene conto dell’in- 
terazione « diretta » delle particelle (elettroni). In accordo con 1'e- 
spressione (64,6) abbiamo °) 
< 4 
Z (P)= — ôG- = aciem 127 (GO (P—K) DO (K) 


i (65,2) 


1) Quanto alla costante w, per avere una stima approssimata per i metalli, 
si puô notare che la variazione dell'energia dell'elettrone deve essere dell'ordine 
i la stessa grandezza (-—&p), quando la variazione della densità è p' ~ p- 

i qui w ~ ep. 
5 I risultati qui esposti appartengono a A. B. Migdal (1958). 

3) Poniamo A = 1 nelle formule intermedie. 
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dove ora con G‘® occorre intendere la funzione di Green degli elet- 
troni interagenti. In prossimità del suo polo questa funzione ha la 
forma 


GO (e — p, pj=Zle—pu—vP (p — pr) + i0-sign (e — p) 
(65,3) 


(cfr. la (10,2)); l'indice (0) per vp significa che in questa grandezza 
non si è tenuto ancora conto dell’interazione elettrone-fonone. 
Il nostro scopo è di stimare la grandezza (65,1), cioè l'integrale 


ôe = H ( {G0 (e — p — ©, p— = 


—G® (— o, p—k)} DA (0, k) 7 (65,4) 


Par i 
Come si vede dai calcoli ulteriori, il contributo fondamentale in 
questo integrale proviene dal dominio nel quale l'impulso p—k 
e l'energia e — @ (così come le grandezze stesse p e e) giacciono in 
prossimità della superficie di Fermi, cioè X< p p, 0< u. Per questa 
ragione si può utilizzare l'espressione (65,3) per la funzione G®, 

In coordinate sferiche nello spazio k con- asse lungo p abbiamo 
d'K = 2nk? dk do d cos 0, dove 8 è l'angolo formato da k ep. 
Al posto di cos 8 introduciamo la variabile p, = | p — k |; osser- 
vando che p? = p? + k? — 2pk cos 0, abbiamo 


d'K = 2nk?dk dop, dp,/pk 7% 2xk dk do dp, 
‘(abbiamo posto p, © p © pr) 


Nell’espressione integranda della formula (65,4) da p, rise 
il solo fattore fra parentesi graffe pari a 


{£} = —(e — u) Z [e — p — o — vP (Pı — Pr) + 
+ i0-sign (e — p — o)l]! x 
x [—o — v (pı — Pr) — i0- sign 017. 


Data la convergenza rapida dell’integrale in d (p, — pr) si può 
estendere l'integrazione a +00; introducendo la variabile n = 
‘= vý (pi — Pr), otteniamo l'integrale 


fe . .} dp,= 
_ (eMZ f ; dn A 
wo) moe o signo) oF signo] 


Se ambedue i poli dell'espressione integranda si trovano da una 
stessa parte dell’asse reale, l’integrale si annulla (ciò si vede im- 
mediatamente chiudendo il cammino di integrazione nell’altro 
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semipiano). Pertanto l'integrale è diverso da zero all’unica condi- 
zione che e — u > 0 >00 o s —pup< o< 0; nel primo caso l’in- 
tegrale vale —2riZ/v, nel secondo 2riZ/v. Tenendo anche conto 
della parità della funzione D® (œ, k) rispetto alla variabile ©, 
troviamo così 


Zw? 


le-pl 
í 4 
sino) I [ai] do dk. (65,5) 


Le parti reale ed immaginaria di questa espressione determinano 
rispettivamente la correzione allo spettro delle quasi-particelle 
(degli elettroni di conduzione) e il loro smorzamento. Consideriamo 
«dapprima lo smorzamento. 

Separando nell’espressione (65,5) la parte immaginaria secondo 
Ja regola (8,14), troviamo 


2 2 __ Èk dk 
Im ôe = {k dk; (65,6) 


be = 


l'integrazione su % è estesa al dominio da 0 a | e — yp |/u in cui il 
polo œ = uk dell'espressione integranda nella (65,5) giace nell’in- 
tervallo compreso fra 0 e | e — u |. In tal modo abbiamo (in unità 
usuali) 
Zw?|e—p]3 
— Im ôe = nP (65,7) 

Per stimare in modo grossolano questa grandezza, osserviamo 
che i parametri v e w sono di origine elettronica e si esprimono, 
come ordine di grandezza, soltanto mediante le distanze interato- 
miche a e la massa dell’elettrone m: vP ~ p p/m ~ ħlam, w~ gg 
-~ h?/ma? (si veda la nota alla pag. 328). La densità p e la velocità del 
suono u dipendono invece anche dalla massa degli ioni M; per di 
più, p ~œ M, u ~ M7!2 in modo che put > 1/M. Perciò la stima dello 
smorzamento si può scrivere nella seguente forma: 


—Im ôe ~ |e — p] (ñon), (65,8) 


dove la frequenza di Debye vale op ~ ula co M~, 

A rigore, la stima (65,8) si riferisce ai valori | e — u |< #iop, 
per i quali l'integrazione nella (65,6) è estesa al dominio k < 
< |e — u |/uñ& Oplu, dove è effettivamente applicabile la legge 
di dispersione dei fononi œ = ku. Ma per una stima grossolana ri- 
spetto all'ordine di grandezza si può applicare la (65,8) anche alla 
frontiera del dominio per e — p ~ on, dove si ottiene 


—Im ôe ~ hop-|e- ul (65,9) 


Infine, per e — p> 0p il dominio di integrazione nella (65,6) 
è indipendente da e — u, poiché il polo œ = uk < ©p giace sempre 
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nell’intervallo fra 0 e e — p. In questo caso | Pdko (©p/u): e lo 


smorzamento è . 
—Im ĝe ~ Rop<KEet_ u. (65,10) 


Le espressioni (65,8-10) definiscono uno smorzamento specifico 
dovuto all'emissione di fononi da parte degli elettroni 1). Si vede 
che in prossimità diretta della superficie di Fermi per | e — u |< 
< hop lo smorzamento è piccolo (|Im(e- p) |& |£ — p |) in 
accordo con la (65,8) in modo che il concetto di quasi-particelle, ossia 
di elettroni di conduzione, ha un significato ben chiaro. Nel domi- 
nio e — p~ Èop, invece, lo smorzamento della quasi-particella 
diventa commensurabile con la sua stessa energia per cui lo spettro 
si smussa in misura notevole e perde senso. Tuttavia, a distanze 
ancora più grandi sopra la superficie di Fermi per e — u> fìop 
(ma, ovviamente, come prima | e — u|< u), lo smorzamento, se- 
condo la (65,10), pur rimanendo lo stesso in modulo, diventa di 
muovo piccolo rispetto all'energia e — u e le quasi-particelle ri- 
acquistano un significato determinato. È ovvio che, accanto allo smor- 
zamento fononico degli elettroni di conduzione, esiste sempre anche 
uno smorzamento per gli urti fra gli elettroni. Questo smorzamento, 
proprio di ogni liquido di Fermi normale ($ 1), è proporzionale 
a (e — u)? e come ordine di grandezza vale ~ (e — p)?/u, cioè è 
sempre piccolo nel dominio di applicabilità della teoria. 

Stimiamo ora la correzione alla parte reale di e, cioè allo spettro 
stesso. 

La parte reale dell’integrale in do nell'espressione (65,5) è data 
dal suo valore principale 


Je-pl le-ui 
_ pk i1_____{1 2 
Re j DO (0, k) do = -z P J foca Tu} de= 
0 
_. Pk e_up_uk 
Tu In| e—p+ uk 


Perciò Re de vale (in unità comuni) 


___ Zw e—u— huk 
Re de = gräpuv { k? In| EE dk. (65,11) 


_ Per e — u> op il logaritmo nell'espressione integranda vale 
~ hukl(e — u), e la stima di tutto l'integrale è Aukhax/(e — u) ~ 
~ hula® (e — pu). Osservando inoltre che, in virtù dell’esistenza del 


1) L'energia; si conserva quando la quasi-particella genera un fonone di 
piccola frequenza, e ciò è espresso dall’uguaglianza (de/ok) ôk = v ôk = u ôk, 
che può essere verificata solo per v > u. Questa condizione si verifica sempre 
per i metalli poiché vp > u. j 
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‘fattore p al denominatore della formula (65,141), tutta questa espres- 
sione c04/M, otteniamo la seguente stima: 


Re se- (Rop)/(e — y)& |e — u |. 


Quindi, la correzione allo spettro in questo caso è relativamente 
piccola, cosicché lo spettro è dato dall'espressione 


e — pv (p — pr) per € — u D> Āop, (65,12) 


contenente il valore « imperturbato » della velocità v sulla super- 
ficie di Fermi. 

Nel dominio e — p< #@op, invece, il logaritmo nella (65,11) 
vale ~ (e — u)/huk, e la stima dell’integrale si esprime come 
(e — u) khax /ñu ~ (e — p)/hua?. Tutta l’espressione (65,141) risulta 
quindi proporzionale a e — p con un coefficiente indipendente dalla 
massa dello ione M (poiché il prodotto pu? non dipende da M). Ciò 
significa che lo spettro in questo dominio sarà di nuovo dello stesso 
tipo 

e—-puxve(p— pr) per ]e—ul<%0p, (65,13) 


ma con-la velocità v p che differisce da vi” per una quantità uguale al 
suo ordine di grandezza !). 

Quindi, lo spettro del tipo di Fermi per gli elettroni nei metalli 
è caratterizzato da due valori distinti della velocità, vr e vp”, di 
cui uno si trova in diretta prossimità della superficie di Fermi 
(fe — u |< op), e l’altro per | e — p |> op. Nelie proprietà 
termodinamiche dei metalli a temperature basse (T «&« fop) figura 
il parametro vr dell’espressione (65,13). Per frequenze 0 > @p 
la velocità v definisce fenomeni, quali le proprietà ottiche di un 
metallo. 


PROBLEMA 


Determinare lo smorzamento dei fononi di onda lunga {k < pr) in un 
metallo a causa del loro assorbimento da parte degli elettroni. 

Soluzione. La correzione alle funzioni di Green per i fononi è data, in 
accordo con la (64,8), dall’integrale 


dip 
Rat 


Tuttavia, nelle funzioni G si deve tener conto delle correzioni dovute all'intera- 
-— ———zione degli elettroni con i fononi=di onda corta. In aecordo-eon quanto detto 
nel testo, queste correzioni conducono semplicemente alla sostituzione di G) 


1) S'intende che a queste condizioni l'applicazione della prima anprossi- 
—._—. mazione della teoria delle perturbazioni è, a rigore, non corretta. Tuttavia, —— 
le approssimazioni successive non possono alterare il carattere stesso del risul- 
tato ottenuto: quando la prima correzione è dell’ordine dell’unità, le altre 
correzioni saranno dello stesso ordine. 


16D- (K)= 2° { gi» (P) GO (P— R) P=(py p), K=(0, k). 
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con la funzione G, che differisce dalla (65,3) per la sola sostituzione della velocità 
v con vp e della costante di rinormalizzazione Z con un'altra costante Z’. 
Nel caso di K piccoli si può usare la formula (17,10) per il prodotto G®) (P) x 
x G0) (P — K). L’integrazione in dpy dp si riduce alla eliminazione delle 
funzioni ô; resta ancora l'integrazione in d cos 0 (8 è l’angolo formato da p e k): 

È 1 
Z'2w?pik - | cos 8 d cos 8 

272p? w— vpk cos 90+ i0 

1 


6D- (0, k) = — 


(poniamo w > 0). Il polo cos 0 = w/kvp si trova all’interno del dominio di 
integrazione (poiché vp > u), e la parte immaginaria dell’integrale è 
` Z?w?pro 
ne E 
Im ôD Zrpok * 


La legge di dispersione dei fononi è definita come radice dell’equazione D(0)-1 + 
+ éD- = 0 da cui ricaviamo (in unità comuni) 
Z'%wo pù 


o=uk(1—ia), "= Trhspuvi 


(trascuriamo la correzione alla parte reale di œ). Il prodotto pu 0 y M; perciò, 
in un’approssimazione grossolana, a ~ Y m/M, vale a dire che lo smorza- 
mento è sempre piccolo. 


$ 66. Spettro elettronico dei dielettrici solidi 


La proprietà caratteristica dello spettro energetico elettronico 
di un cristallo dielettrico non magnetico è che già il primo livello 
eccitato si trova a distanza finita dal livello fondamentale; in altre 
parole, fra il livello fondamentale e lo spettro dei livelli eccitati 
esiste una fessura energetica (dell’ordine di grandezza di alcuni elet- 
tronvolt per i dielettrici comuni). 

L’eccitazione elementare nel cristallo dielettrico può essere de- 
scritta ovviamente come lo stato eccitato di un atomo, che, però, 
non si può attribuire a un determinato atomo; la simmetria trasla- 
toria del reticolo implica, come sempre, una « collettivizzazione » 
dell’eccitazione che si propaga nel cristallo, come se saltasse da un 
atomo all’altro. Come negli altri casi, queste eccitazioni si possono 
considerare quasi-particelle (dette in questo caso eccitoni) con energia 
e quasi-impulso determinati. Come tutte le quasi-particelle che 
possono comparire a una a una, gli eccitoni godono di momento 
numerico intero e ubbidiscono alla statistica di Bose 1). 

Per un dato quasi-impulso k l’energia dell’eccitone può assumere 
una serie discreta di valori e, (k). Quando il quasi-impulso assume 
valori in una sola cella del reticolo inverso, ciascuna delle funzioni 


1) È stato Ja. I. Frenkel a introdurre per la prima volta il concetto di 
eccitoni (1931). 
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€, (k) descrive una zona di valori dell'energia dell’eccitone; le diver- 
se zone possono in parte sovrapporsi l'una all'altra. I valori minimi 
di ciascuna delle funzioni e; (k) sono diversi da zero. 

Oltre agli eccitoni, nel dielettrico possono esistere eccitazioni 
elettroniche di altro tipo, che si possono considerare come risultato- 
dell’ionizzazione di alcuni atomi. Ogni ionizzazione di questo tipo 
implica la comparsa nel dielettrico di due quasi-particelle propagan- 
tisi indipendentemente, ossia dell’elettrone di conduzione e della 
« buca ». Quest’ultima rappresenta la mancanza di un elettrone 
nell’atomo e perciò si comporta come una particella di carica posi- 
tiva. Anche qui, parlando del moto dell’elettrone e della « buca », 
intendiamo in realtà alcuni stati eccitati collettivi degli elettroni 
del dielettrico, accompagnati (contrariamente agli stati eccitonici) 
dal trasporto della carica elementare negativa o positiva. 

Gli elettroni e ie buche hanno spin semintero e ubbidiscono alla 
statistica di Fermi. Sottolineiamo, tuttavia, che lo spettro elettro- 
nico e di buca del dielettrico è diverso dallo spettro elettronico del 
tipo di Fermi nei metalli. Per quest’ultimo è caratteristica l’esistenza 
della superficie limite di Fermi nello spazio k, nell'intorno della 
quale giacciono i quasi-impulsi degli elettroni. Nel caso considerato 
non esiste, in generale, una superficie simile, e l'elettrone e la buca 
che compaiono contemporaneamente possono avere quasi-impulsi 
arbitrari. 

Si può vedere una distinzione ancora più profonda fra i due tipi 
di spettri, considerando lo smorzamento delle eccitazioni elemen- 
tari. Nel liquido di Fermi, ogni quasi-particella all’esterno della 
superficie di Fermi può generare coppie di nuove eccitazioni (par- 
ticella e buca) e perciò ha tempo di vita finito, che decresce rapida- 
mente allontanandosi dalla superficie di Fermi (per di più, lelet- 
trone nel metallo può emettere fononi; si veda il $ 65). Quanto allo 
smorzamento del singolo elettrone (o della buca) del dielettrico 
in un reticolo perfetto (per T = 0) esso è rigorosamente nullo nell’in- 
tervallo finito di energie sopra il suo valore minimo !). Infatti, la 
formazione della coppia elettrone-buca richiede in ogni caso (data 
l’esistenza della fessura energetica A, si veda più avanti) un consumo 
di energia finito. L'emissione di un fonone (acustico) da parte di una 
quasi-particella è possibile nel solo caso in cui la velocità v della 
quasi-particella sia non inferiore alla velocità del suono u (si veda 
la nota alla pag. 331). 

I valori possibili dell'energia degli elettroni di conduzione 
£ (k) e delle buche e‘ (k) riempiono anch'essi le zone. Di solito 
si chiama larghezza della fessura energetica nel dielettrico la somma 


——— -A = Sn + etla dei valori minimi possibili delle energie dell'elet- 


‘ 1) Lo smorzamento a temperature finite avviene, ovviamente, sempre per 
diffusione sulle altre quasi-particelle. 
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trone e della buca. Poiché l’elettrone e la buca compaiono o scom- 
paiono contemporaneamente, proprio questa somma gode di signi- 
ficato reale e non le grandezze en ed e), considerate separata- 
mente; di solito è supposto che e&}n = 0. I valori minimi dell’ener- 
gia possono essere raggiunti dagli elettroni e dalle buche per un valo- 
re medesimo o diverso del quasi-impulso k = k,; nel primo caso la 
fessura è detta diretta, nel secondo indiretta. Se i livelli nella zona 
sono non degeneri (o degeneri doppiamente solo rispetto allo spin 
=a causa della simmetria rispetto all’inversione di tempo), allora le 
funzioni e (k) nell'intorno del loro minimo hanno la forma 


1 €) t = ; 
E° (k)= A+ mR gig 80 (k) = mi gig (66,41) 


dove q = k — k,, m$ e mf sono i tensori delle masse efficaci degli 


elettroni e delle buche. 

Nella letteratura la zona elettronica si chiama spesso zona di 
conduzione, e al posto di zona di buca si suole parlare di zona dî 
valenza che, nello stato fondamentale del cristallo, è completamente 
riempita di elettroni. In questo caso, la comparsa della coppia di 
quasi-particelle elettrone-buca è considerata come il risultato del 
passaggio dell’elettrone dalla zona di valenza a quella di conduzione 
con una buca nel luogo lasciato. 

A distanze grandi (rispetto a quelle atomiche) l’elettrone e la 
buca si attraggono secondo la legge di Coulomb. Pertanto essi pos- 
sono formare stati legati. L'insieme dell’elettrone e della buca legati 
rappresenta una quasi-particella elettricamente neutra, ossia l’ecci- 
tone. Per un dato valore del quasi-impulso agli stati legati corri- 
spondono livelli energetici discreti del sistema elettrone + buca; 
ogni livello corrisponde a una delle zone energetiche eccitoniche. Le 
energie degli eccitoni sono disposte così sotto le energie delle eccita- 
zioni elettroniche e di buca (la fessura energetica, intesa- nel senso- 
indicato all’inizio del presente paragrafo, non coincide perciò con 
la grandezza A e le è inferiore di una grandezza pari all’energia mas- 
sima di legame dell’eccitone) 1). 

I livelli energetici dell’eccitone si possono calcolare facilmente 
nel caso limite di stati debolmente legati in cui le distanze medie fra 
l’elettrone e la buca sono grandi rispetto alla costante di reticolo a; 
un eccitone di questo tipo si chiama eccitone di Wannier-Motta. Nel 
caso limite inverso in cui la distanza fra l’elettrone e la buca è dell’or- 
dine di quella atomica, l’eccitone porta il nome di eccitone di Frenkel; 
si intende che l’eccitone di Frenkel si può considerare come stato 
legato di un elettrone e di una buca in modo puramente formale. 


1) Gli stati eccitonici godono, però, di un tempo finito di vita, poiché 
l'elettrone e la buca possono ricombinarsi con emissione di fonone 0 fotone, ad 
esempio. 
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Consideriamo un cristallo dielettrico di simmetria cubica. Nel 
caso dell’eccitone di Wannier-Motta si può ritenere che l’elettrone 
e la buca si attraggono secondo la legge di Coulomb, mentre il ruolo 
degli altri atomi del reticolo si riduce unicamente a formare uno 
sfondo dielettrico omogeneo che indebolisce l’interazione di e volte, 
essendo e la permeabilità dielettrica del cristallo (considerata per 
valori delle frequenze corrispondenti, in ordine di grandezza, al- 
l'energia di legame dell’eccitone); in altre parole, l'energia di inte- 
razione fra l’elettrone e la buca si scrive nella forma U = —e?/er. 
Sia la fessura dello spettro diretta, e per semplicità supponiamo che 
i minimi dell’energia dell’elettrone e della buca giacciano per k = 0. 
In un cristallo cubico i tensori delle masse efficaci si riducono alle 
costanti scalari me e m, in modo che 


h2k3 R h2k2 
00 (k)= (66,2) 


OMR) A + 
va T 2me 3 2mh e. 


Alla fine del $ 56 è stato rilevato che il moto della particella in 
un reticolo cristallino sottoposto a un campo elettrico esterno, varia- 
bile lentamente nello spazio, è descritto dall’equazione di Schròdin- 
ger con un operatore hamiltoniano, in cui la funzione e (k) funge 
da energia cinetica. Siccome in questo caso le funzioni e® (k) — 
— A ed e (k) coincidono in forma con le energie cinetiche delle 

particelle libere comuni, allora l'equazione di Schrödinger del sistema 

` in questione coincide formalmente con quella per un sistema di due 
particelle interagenti secondo la legge di Coulomb, cioè con l’equa- 
zione di Schrödinger per il problema dell'atomo d’idrogeno. Per 
questa ragione possiamo immediatamente scrivere i livelli energe- 
tici del sistema, cioè l’energia dell’eccitone nella forma 

(ex) h2k? mes 

En è (k)— A = Gre tmp — Deh (66,3) 
(G. H. Wannier, 1937). Il primo termine in questa espressione è 
l'energia del moto dell’eccitone «come un tutt'uno» di quasi- 
impulso k. Il secondo termine, invece, dà l’energia di legame del- 
l’elettrone e della buca nell’eccitone (m = m.my/(m. + my) è la 
massa ridotta del sistema). Per k dato i livelli energetici discreti 
del sistema diventano più densi all'aumentare dell’energia verso la 
frontiera dello spettro continuo. La condizione di applicabilità 
della formula (66,3) è che il «raggio orbitale » rex ~ A?en?/me? > a 
sia sufficientemente grande. Questa condizione è verificabile a priori 
per grandi n, ma nei cristalli con e grande può essere soddisfatta 
anche per n~ 11). 


possono formare stati legati. L'energia di questi stati giace nella banda proibita 
sopra il massimo dell’energia totale degli elettroni. 
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Per concludere questo paragrafo, torniamo all'affermazione del 
$ 61, secondo la quale per la densità del numero di elettroni di 
conduzione nei semimetalli esiste una frontiera inferiore. 

Nel dielettrico, dove per 7 = 0 non esistono elettroni e buche, 
la possibilità di formazione di stati legati non significa altro che la 
comparsa di nuovi rami dello spettro energetico. In un metallo com- 
pensato, invece, questa possibilità significherebbe che lo stato con 
elettroni e buche liberi non è il più basso, vale a dire che lo spettro 
di tipo metallico sarebbe instabile. La possibilità di formazione di 
stati legati è eliminata dalle altre quasi-particelle che si trovano 
« fra » l’elettrone e la buca e fungono da schermo all’interazione 
coulombiana. In altre parole, la distanza media fra le quasi-particel- 
le deve essere dell'ordine di grandezza della dimensione dell’eccitone 
rex (nel suo stato fondamentale) o più piccola. Sottolineiamo che il 
limite inferiore delle densità ammissibili per un metallo del numero 
di elettroni e di buche, stabilito da questa condizione, cala al dimi- 
nuire delle loro masse efficaci. 


$ 67. Elettroni e buche nei semiconduttori 


Lo spettro energetico dei cristalli semiconduttori puri (0, come si 
suol dire, propri) differisce da quello dei dielettrici soltanto per un 
rapporto quantitativo, cioè per valori più piccoli della fessura A; 
è la ragione per cui, a temperature ordinarie, il semiconduttore 
(a differenza del dielettrico) ha una notevole densità di portatori di 
corrente. È chiaro che questa distinzione ha carattere convenzionale 
e, fra l’altro, dipende dal dominio di temperature che ci interessano !). 
Nei semiconduttori impuri (o leghe semiconduttrici) sono gli atomi 
delle impurità a servire come sorgente complementare di elettroni 
e buche; per le impurità la fessura energetica, rispetto alla cessione 
dell'elettrone al reticolo (impurità donatrice) o alla sua cattura dal 
reticolo (impurità accettrice), risulta essere inferiore alla fessura 
energetica dello spettro fondamentale. 

Esaminiamo in dettaglio la questione del legame esistente fra la 
grandezza della fessura A e la densità di elettroni di conduzione e di 
buche nel semiconduttore (o nel dielettrico). 

La comparsa o la scomparsa a coppie dell’elettrone (e) e della 
buca (4) si può considerare, dal punto di vista termodinamico, come 
« reazione chimica » e + hk => 0 (lo stato fondamentale del cristallo 
funge da « vuoto ». In base alle regole generali (cfr. V, $ 101) la 
condizione di equilibrio termodinamico di questa reazione si scrive 
nel seguente modo: 


Me + Un = 0, (67,1) sli 


1) Diamo i valori della fessura energetica A per alcuni seutconduttori: 
Si-1,47 eV, Ge-0,74 eV, InSb-0,24 eV, GaAs-1,52 eV, PbS-0,29 eV. Per un 
dielettrico tipico il diamante A = 5,4 eV. 
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dove pe e un sono i potenziali chimici degli elettroni e delle buche. 
Data la densità relativamente piceola di elettroni (n) e di buche 
(n) nel semiconduttore (per T < A), la distribuzione di Fermi per essi 
si riduce con grande precisione alla distribuzione di Boltzmann in 
modo che gli elettroni e le buche formano un gas classico 1). Dalla 
| condizione (67,1) deriva allora in modo comune (si veda V, $ 101) 
la legge delle masse agenti, secondo la quale il prodotto di densità 
in equilibrio vale 


“n l nen, = K (T), (67,2) 


—dove a secondo membro figura una funzione della temperatura, 
dipendente unicamente dalle proprietà del reticolo fondamentale, 
sugli atomi del quale avviene la creazione e l’annichilazione di 
elettroni e buche; questa funzione è indipendente dalla presenza 
o meno delle impurità. Calcoliamo la funzione K (7) supponendo, 
per fissare le idee, che le energie degli elettroni e delle buche siano 
funzioni quadratiche del quasi-impulso (66,1). 

La distribuzione (nell’unità di volume) dei quasi-impulsi degli 
elettroni è data dalla distribuzione di Boltzmann 

He— £e (k) dik 

exp (È T )2 PENE 

(il fattore 2 tiene conto delle due direzioni dello spin). Il passaggio 

alla distribuzione delle energie si realizza mediante la sostituzione 


> dk VI mgl? 
2 eni > — ap VeA dEes 


dove me = (mmm), e my, Ma, Mg sono i valori principali del 
tensore delle masse efficaci mf. Il numero totale di elettroni nell’u- 
nità di volume è, quindi, 


5 m8/2 nà, 
Ne= VEN ee T f V ee— Ae" de, 
A 


(essendo rapida la convergenza, si può estendere l'integrazione 
all'infinito). Calcolando l'integrale, troviamo 


T \8/2 = 
nma (gE) a 63 


—— Analogamente otteniamo 


T \3/2 
n =2 (g) eT. o 674 


i 1) Le densità di elettroni e buche nei semiconduttori a temperature comuni 


` 


ELETTRONI IN UN RETICOLO CRISTALLINO 339 


Infine, moltiplicando le due espressioni e tenendo conto della 
(67,1), otteniamo il risultato cercato 


nenn = LMR P3e-AT, (67,5) 


In un semiconduttore proprio, in cui tutti gli elettroni e le buche 
sono comparsi a coppie, abbiamo 


ne= np = nera T?Ie-A2T,. (67,6} 
Eguagliando le espressioni (67,6) e (67,3), otteniamo il potenziale 
chimico degli elettroni 1) 


pe=- + ni, (67,7) 


Me 


Per quanto riguarda il contributo degli elettroni e delle buche 
alle grandezze termodinamiche del semiconduttore, per 7< A esso 
è esponenzialmente piccolo. Tenendo presente che per la generazione 
di una coppia elettrone-buca occorre un’energia vicina a A, troviamo 
che il contributo da parte della coppia elettrone-buca all'energia 
interna vale Een = Vr. A con n proveniente dalla (67,6). Si può 
generalmente trascurare questa grandezza rispetto al contributo 
all’energia del cristallo proveniente dal reticolo. 


$ 68. Spettro elettronico in prossimità 
di un punto di degenerazione 


In questo paragrafo mostriamo su esempi semplici in che modo 
si può trovare, partendo da considerazioni di simmetria, la forma 
dello spettro energetico degli elettroni o delle buche in un semicon- 
duttore (o in un dielettrico) in determinati punti dello spazio k 
(reticolo inverso) individuati per la loro simmetria ?). 

Consideriamo un reticolo appartenente alla classe cristallina 
cubica O, e studiamo le proprietà dello spettro energetico in prossi- 
mità del punto k = 0, vertice della cella cubica del reticolo inverso; 
questo punto gode dell’autosimmetria del gruppo puntuale to- 
tale O. 

Quale primo esempio consideriamo lo spettro trascurando lo 
spin elettronico e supponiamo che nel punto stesso k = 0 il livello 
energetico della zona sia doppiamente degenere riferendosi alla 


1) Nella letteratura questa grandezza spesso si chiama livello di Fermi. 
Sottolineiamo, però, che il potenziale chimico degli elettroni nel semiconduttore 
non ha per niente quel significato di energia limite, che ha nei metalli. 


3) Se lo spin elettronico viene trascurato, la questione sarà formalmente ` 


Sonica a quella dello spettro energetico. dei fononi nel cristallo; si veda V, 
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rappresentazione irriducibile Æ, del gruppo O, t). Uscendo dal 
punto k = 0 la degenerazione si elimina; il problema consiste nel 
trovare tutti i rami della legge di dispersione e (k) nell’intorno di 
questo punto. 

Al $ 59 è stato detto in che modo si può considerare come pertur- 
bazione una deviazione da un certo punto k = ko nello spazio k. 
La forma concreta dell’operatore di perturbazione è qui inessenziale. 
È sufficiente conoscere la sola struttura delle espressioni che defini- 
scono la correzione all’energia in ogni ordine rispetto alla piccola 
grandezza q = k — ky (nel caso considerato k, = 0 cosicché q = k). 

-—— Nel primo ordine, le correzioni sono definite dall’equazione secolare-— 
composta degli elementi matriciali (per le transizioni fra gli stati 
appartenenti a un medesimo livello degenere) di un operatore della 
forma ky, dove Y è un operatore vettoriale. Nel caso in questione, 
data l’esistenza del centro d’inversione nel gruppo, tutti gli elemen- 
ti matriciali dell'operatore y si annullano a priori in modo che l'effet- 
to del primo ordine in k non esiste (cfr. V, $ 136). Nel secondo ordine 
in k, le correzioni all’energia sono definite dall’equazione secolare 
composta degli elementi di matrice di un operatore della forma 


ŷ = Pirkikr, (68,1) 


dove y;x è un operatore hermitiano tensoriale (simmetrico rispetto 
agli indici i, k); qui rientrano le correzioni dei termini lineari in k 
dell'operatore hamiltoniano nella seconda approssimazione della 
teoria delle perturbazioni e le correzioni dei termini quadratici in k 
in prima approssimazione. Fra gli elementi matriciali dell’operato- 
re (68,1) esistono quelli non nulli a priori, ma sottoposti a determina- 
ti legami dalla condizione di simmetria. 
Le funzioni d'onda costituenti la base della rappresentazione £,, 

intese nel senso della legge propria di trasformazione sotto operazio- 
ni di simmetria, si possono prendere nella forma: 


por + oy? + oz, pa ~ z? + oy? + oz, 
dove l 
o = e3, o = o*, 1+o+ =O, 


il segno ~ esprime qui la locuzione «si trasformano come ». La 
rotazione C, intorno alla diagonale del cubo trasforma le coordinate 
in base alla legge x, y, z—+ Z, z, y; inoltre le funzioni p4, w, si tra- 
sformano come 


— = Ca di O a A 


1) Per Ta notazione delle rappresentazioni dei gruppi puntuali si veda HI, 
$$ 95 e 99, 
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La rotazione C% attorno allo spigolo del cubo (la trasformazione zx, y, 
z— x, —2z, y) fa cambiare le funzioni secondo la legge 


Ci: VPr> Pa, da > 


ecc. Per inversione le coordinate x, y, z cambiano di segno, mentre 
le funzioni w,, po restano immutate. 

Di qui è facile concludere che tutti gli elementi matriciali delle 
componenti non diagonali y;x si annullano, mentre gli elementi 
matriciali delle componenti diagonali si riducono alle due costanti 
reali indipendenti seguenti: 


(1 | Yax 12) = (2 |vxl1)=B8, (1 | Yyy 12) = oB, 
(1 | Pzz 12) = 088. 


Ora gli elementi matriciali dell'operatore (68,1) sono 
(1]V11) =<2|V¥|2) = 4k, 
(4]V|2) = (21V 11)* = B (k} + ok? + o?k?). 


Costruendo mediante questi elementi matriciali l'equazione secolare 
e risolvendola, otteniamo due rami dello spettro: 


e, a (%) — e (0) = Ak? + B |kt— 3 (k3k? + 424234 k2k3)9)!2. (68,2) 


La degenerazione si elimina uscendo dal punto k = 0 in tutte le 
direzioni, ad eccezione della diagonale del cubo (kx = ky = k) !). 

A titolo di secondo esempio consideriamo lo spettro tenendo conto 
dello spin elettronico; in questo caso ai livelli energetici corrispon- 
dono rappresentazioni a due valori (spinoriali) del gruppo di simme- 
tria. Supponiamo che nel punto k = Q il livello sia degenere quattro 
volte e corrisponda alla rappresentazione irriducibile D, (o Dg) del 


x 


gruppo Or . pig 
. Le funzioni di base di questa rappresentazione si possono scegliere 
tali che si trasformino come le autofunzioni pi, (m = — j, . .., j) 


del momento j = 3/2 3). Questa circostanza permette di usare il 


1) Lo stesso risulato (68,2) si ottiene anche per la rappresentazione Eu 
(nel punto k = 0). In generale, la legge di dispersione in prossimità di un dato 
punto è sempre identica per le rappresentazioni che differiscono solo per molti- 
plicazione per qualche rappresentazione unidimensionale del gruppo (nel caso 
in questione E, = Eg X Au). È evidente che in questi casi gli elementi matri- 
ciali per le transizioni fra le funzioni di base distinte sono legati tra loro da 
legami identici. 

2) Una situazione simile ha luogo per il fondo della zona delle buche nel 
diamante, nel silicio e nel germanio, che hanno tutti e tre un reticolo dello 
stesso tipo. 

3) Nel problema al $ 99 del volume III è stato mostrato che la rappresen- 
tazione irriducibile 23/2) del gruppo totale delle rotazioni resta irriducibile 
anche nei confronti del gruppo O coincidendo con la sua rappresentazione D’. 
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seguente procedimento che semplifica notevolmente la risoluzione 
del problema (J. M. Luttinger, 1956). 

Per una rappresentazione quadridimensionale la matrice dell’o- 
peratore (68,1) sarà di rango 4 x 4 con 16 elementi. Ogni matrice di 
questo tipo può essere rappresentata sotto forma di combinazione 
lineare di 16 matrici 4 x 4 linearmente indipendenti date; come tali 
prendiamo le 15 matrici 


Jas iù {ia ia Ta; {fx B— 1} 


= ela matrice {fx, De FAR }. che si ottiene da esse per permutazioni 
© ` cicliche degli indici z, y, z (il simbolo {. . .}+ indica qui l’anticom- 


mutatore). Qui js, jy, jz sono le matrici delle componenti cartesiane 
del momento j = 3/2 prese rispetto alle quattro funzioni wi. 
D'altra parte per queste funzioni di base si deve supporre che gli 


operatori stess i jx, jy, J; si trasformino per rotazioni e riflessioni come 
componenti di un vettore assiale. Questa circostanza permette di 


scrivere l'operatore |, quadratico in kų, ky, k; costruendolo dalle 
espressioni invarianti rispetto a tutte le trasformazioni del grup- 


po Op: 
Ô = Bik? +48, (ARE + A+ KIR) + 
+ Ba (kaku {ar Foe + kyke {fus Fd + kaka {fz fa}a), (68,3) 
dove Bi, Bz, Ba sono costanti reali. 
Gli elementi di matrice dell'operatore (68,3) rispetto alle funzioni 
dio dira va di, da i pa~ 43 
si possono ora calcolare facilmente mediante i ben noti elementi 


matriciali del momento (dati dalle formule (29,7-10) del volume III). 
Questo calcolo conduce alle seguenti espressioni: 


Vi cad Vu i (Bi T 3Ba) (ki + ky) T (Bi F 9B) kî, 
Vas = Vy; = (Bı T 782) (kz + ky) + (Bit Ba) k3, 


Vie = —V a m LS Bok, (ky tito), (68,4) 


Vo= Vu =2V 3p, (k — k) + L° Biikekys 
Vu =V =0. 


La costruzione dell'equazione secolare si può semplificare osservando 
che la scissione del livello non può evidentemente essere totale: deve 
restare la doppia degenerazione (di Kramers). Ciò vuol dire che ogni 
radice A = e (k) — e (0) dell’equazione secolare (autovalore della 


matrice V) sarà doppia. In altre parole, ad ogni autovalore A corri- 


ELETTRONI IN UN RETICOLO CRISTALLINO 343 


sponderanno due combinazioni linearmente indipendenti di grandezze 
, (n = 1, 2, 3, 4), ossia di soluzioni delle equazioni 


DI VamPm=®n- . (68,5) 
n 


Combinando questi due insiemi possiamo, quindi, imporre alle gran- 
dezze @, una condizione supplementare, in particolare, annullarne 
una, ©, = 0, ad esempio. Allora l'equazione (68,9) con n = 4 dà 


Viti + Via Pa + Vis pa = 0. 


- Riportando-da qui «y nelle equazioni con n = 1, 2, otteniamo un 
sistema di due sole equazioni omogenee con due incognite p, e pə: 


ci ti... 3 2 (2) 
Vas VaV osl Vis Van VioVas/Vas/ \P2 Pa 


(quanto all’equazione con n = 3, essa non fornisce niente di nuovo). 
Dunque, il problema degli autovalori della matrice 4 x 4 si riduce 
a quello di una matrice 2 x 2. Costruendo per quest’ultima l’equa- 
zione secolare e risolvendola (con i valori Vnm presi dalla (68,4)), 
otteniamo 


1 i 1 1/2 
A=- (Viu t Va) + [z (Vis — Va) + Wilt 1V4s1*] ’ 
o, infine, 
e4, a (k) —e (0) = Ak? +[B#4+C(k2424+k2k24 k3k2)}!?, (68,6) 
dove 


A=B,+5f,, B=168ì, C=3(-+B?—168:) 


(G. Dresselhaus, A. F. Kip, Ch. Kittel, 1959). Il livello si scinde 
all'uscita dal punto k = 0 in tutte le direzioni 1). 

Soffermiamoci in breve sulla questione inerente alla forma delle 
equazioni che descrivono il comportamento delle particelle in pros- 
simità del fondo degenere della zona in un campo magnetico. Per 
fissare le idee, considereremo il secondo dei casi studiati nel presente 
paragrafo, ossia lo spettro (68,6). 

L’applicazione diretta dell'operatore hamiltoniano formato in 
base alla (68,6), secondo la regola generale (56,7), implicherebbe delle 
complicazioni dovute al carattere non analitico dello spettro in 
prossimità del punto k = 0. Queste difficoltà si possono superare 


1) Si ricordi che l’applicazione della teoria delle perturbazioni agli stati 
di un solo livello degenere presuppone che gli intervalli della scissione € (k) — 
— e (0) siano piccoli rispetto alle distanze fra le zone vicine, comprese quelle 
che si sono distaccate per interazione spin-orbitale. 
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effettuando la sostituzione k— k = K — eA/fc non nella (68,6), 
bensì nell’operatore hamiltoniano matriciale (68,3) (per conservare 
il carattere hermitiano è necessario inoltre effettuare la simmetriz- 
zazione rispetto alle componenti k). Ogni elemento matriciale dell’o- 
peratore hamiltoniano si trasforma dopo questa operazione in un 
operatore differenziale lineare agente non soltanto sugli indici di 
spin, ma anche sugli argomenti delle funzioni @, (K) nelle equazioni 
(68,5), che si riducono quindi a un sistema di quattro equazioni 
differenziali lineari. 
Per tener conto degli effetti di spin in presenza di un campo ma- 
---—=--———-gnetico, all’operatore hamiltoniano (68,3) si devono associare ancora 
i termini dipendenti direttamente da H che non si possono definire 
in base a considerazioni di invarianza di gauge. Siccome il campo 
è supposto debole, i termini aggiuntivi devono essere lineari rispetto 
a H; al tempo stesso in quanto k è supposto piccolo, essi non devono 
dipendere da k (cfr. $ 59). In questo caso la forma generale di questi 
termini invarianti rispetto a tutte le trasformazioni di simmetria 
del cristallo è la seguente: 


B.HÎ + Bs (4x2: + Hyj} + H.jt). (68,7) 


Per concludere questo paragrafo ricordiamo una situazione inte- 
ressante che viene a crearsi se una delle zone tangenti nel punto di 
degenerazione k, è la zona di conduzione e l’altra di valenza. La 
fessura energetica nello spettro di questo tipo è nulla; è sufficiente 
un'energia piccola a piacere affinché siano generati un elettrone 
e una buca con impulsi vicini a ky. Cristalli di questo tipo occupano, 
in un certo senso, una posizione intermedia fra dielettrico e metallo. 
La fessura energetica non esiste, ma gli stati elettronici e di buca non 
sono separati in un solo punto dello spazio k. Si può dire che si tratta 
di un metallo, la cui superficie di Fermi è ridotta al punto ky. Per 
T = 0 in questo semiconduttore senza fessura 1) non esistono portatori 
di corrente, ma alle basse temperature il loro numero cresce secondo 
una legge di potenza, e non esponenziale. È impossibile stabilire la 
forma dello spettro in prossimità del punto k,, partendo da sole con- 
siderazioni di simmetria; l’interazione coulombiana fra gli elettro- 
ni e le buche implica la comparsa in questo punto di singolarità 
negli elementi di matrice della perturbazione ?). 


1) Come esempio si può prendere una delle modificazioni dello stagno: 
stagno grigio. 

2) Per uno studio particolareggiato di questa questione si veda A. A. Abri- 
kosov, S. D. Beneslavskij, ZETF 59, 1280 (1970). 


Capitolo VII 


MAGNETISMO 


$ 69. Equazione del moto del momento magnetico 
in un ferromagnete 


La struttura magnetica dei cristalli implica in essi la comparsa 
di rami specifici dello spettro energetico. Passando allo studio di 
questi spettri, ricordiamo anzitutto alcune particolarità delle inte- 
razioni nei corpi magnetici. 

La forma fondamentale delle interazioni nei ferromagneti è l’in- 
terazione di scambio fra gli atomi che conduce a magnetizzazione 
spontanea. Il tratto caratteristico di questa interazione è la sua 
indipendenza dall’orientazione della magnetizzazione rispetto al 
reticolo: l’interazione di scambio è conseguenza dell'interazione- 
elettrostatica fra gli elettroni, tenuto conto della simmetria della 
funzione d'onda del sistema, e non dipende dalla direzione dello: 
spin totale 1). 

Quale esempio di sistema ferromagnetico elementare si può pren- 
dere un dielettrico il cui reticolo cristallino ha atomi dotati di 
momento magnetico, mentre il segno dell'interazione di scambio- 
è tale (« ferromagnetizzato ») che energeticamente è più vantaggiosa 
la posizione parallela dei momenti. Allora il sistema avrà quale- 

. stato fondamentale quello in cui tutti gli spin sono paralleli. Più 
precisamente, in questo stato la proiezione dello spin totale del’ 
sistema su una certa direzione è uguale al valore massimo possibile- 
Ès, (somma su tutti gli atomi), dove są è lo spin di un solo atomo. 
Infatti, l'operatore hamiltoniano dell’interazione di scambio Hscamb 
commuta con l’operatore di spin totale del sistema S e, quindi, con la: 
sua proiezione $, (ciò deriva dal fatto che Hscamb è indipendente. 


dalla direzione degli spin, mentre $ è l'operatore di rotazione nello: 


~ spazio degli spin). Perciò lo stato fondamentale deve godere di un: © 


1) Dati sperimentali sui rapporti giromagnetici g, che danno per i ferro- 
magneti valori molto vicini a 2, testimoniano la natura di spin del ferromagne- 
tismo. 
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«determinato valore S, e all'energia minima corrisponde un S, mas- ` 
simo. Osserviamo che in questo caso anche le proiezioni s, degli 
spin di tutti gli atomi sono uguali ai loro valori massimi s, in modo 
che il momento magnetico nello stato fondamentale è pari al suo. 
valore « nominale » Xua, dove pa è il momento magnetico di un 
solo atomo. Questa proprietà, però, viene violata da interazioni più 
«deboli, ossia da quelle relativistiche. 

Nei casi più complessi la magnetizzazione del corpo non è ugua- 

le a quella nominale. In particolare, quando l’interazione non è di 

-carattere ferromagnetico fra tutti gli atomi, è possibile la formazione 
.__-di strutture di due sottoreticoli, magnetizzati in modo opposto, le . 
«cui magnetizzazioni sono distinte e perciò non si compensano com- 
pletamente; le sostanze con una struttura simile si chiamano ferriti 
(il caso di compensazione completa corrisponde all’antiferromagne- 
te). 
Infine, nel metallo ferromagnetico non si possono considerare gli 
-spin degli atomi indipendentemente dagli elettroni di conduzione 
«che, comunque, non saranno completamente magnetizzati (per gli 
‘effetti di degenerazione di Fermi) neanche per 7 = 0. Le particola- 
rità delle interazioni magnetiche possono implicare anche la com- 
È parsa di una struttura più complicata dello stato fondamentale del 
He ._iferromagnete con disposizione non collineare degli atomi dei 
‘momenti magnetici; queste strutture si dicono elicoidali. 

Come in ogni sistema macroscopico, gli stati del ferromagnete 
‘debolmente eccitati si possono considerare come una totalità di 
-eccitazioni elementari, ossia come un gas di quasi-particelle. Le 
-eccitazioni elementari in una distribuzione ordinata di momenti 
‘magnetici atomici si chiamano magnoni. Poiché si tratta di quasi- 
particelle nel reticolo cristallino dotato di simmetria di traslazione, 
i magnoni hanno non impulsi veri, bensì quasi-impulsi che assumo- 
‘no valori in una sola cella del reticolo inverso. Nel quadro classico 
«ai magnoni corrispondono le onde di spin propagantisi lungo il reti- 
‘colo di oscillazione dei momenti magnetici. I magnoni ubbidiscono 
«alla statistica di Bose, e al caso classico limite delle onde di spin 
‘corrispondono grandi numeri di riempimento degli stati dei magnoni. 

Se la lunghezza dell’onda di spin è grande rispetto alla costante 
‘del reticolo a (cioè se il vettore d’onda #< 4/a), l’onda può essere . 
considerata macroscopicamente; come risultato, la legge di disper- 
‘sione © (k) sarà espressa mediante parametri fenomenologici (co- 
stanti materiali) che figurano nell'equazione macroscopica del moto 
dei momenti magnetici. Così, lo spettro dei magnoni e = fo (k) 
sarà. espresso anch'esso mediante questi parametri, Questo metodo 
-di definizione dello spettro dei magnoni è completamente analogo 
alla definizione dello spettro dei fononi a onda lunga mediante para- 
‘metri macroscopici (moduli elastici) che figurano nelle equazioni 
‘macroscopiche delle oscillazioni nelle onde sonore. Per eseguire 
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questo programma è necessario dedurre preliminarmente le dette 
equazioni del moto 1). 

Prima di tutto consideriamo il problema tenendo conto delle sole 
interazioni di scambio. 

Poiché ci interessano gli stati del ferromagnete debolmente 
eccitati (in quanto le loro proprietà possono essere precisate in forma — 
generale), dobbiamo limitarci ai moti « lenti » del momento magne- 
tico con piccole frequenze. Sono tali i moti in cui la direzione 
del momento magnetico varia lentamente nello spazio e il suo valore 
resta costante. Infatti, il valore della magnetizzazione in equilibrio 
è fissato dall’interazione di scambio; pertanto la sua variazione 
comporta in ogni caso un dispendio finito di energia, qualunque sia 
la lunghezza d’onda (è supposto che il corpo si trovi sufficiente- 
mente lontano dal suo punto di Curie in cui la magnetizzazione 
spontanea scompare). D'altra parte, l'energia non ‘cambia per la 
rotazione del momento magnetico del corpo come un tutt'uno; 
pertanto la rotazione non omogenea della magnetizzazione lungo il 
corpo richiederà tanto meno energia quanto più grande sarà la lun- 
ghezza d’onda (in altre parole, le oscillazioni di onda lunga avranno 
una piccola frequenza). L'equazione cercata per la densità di mo- 
mento magnetico (magnetizzazione) M deve avere la seguente forma 
che conserva |M |: 


Si [9M], (69,1) 


dove Q è la velocità angolare della precessione del momento, che ora 
ci proponiamo di definire. Scriviamo l’equazione del moto come 
equazione differenziale del primo ordine rispetto al tempo poiché 
per piccole frequenze le derivate di ordine superiore si possono 
trascurare. 

Per determinare £ bisogna tener conto che per grandi lunghezze 
d'onda e basse temperature la dissipazione di energia per variazione 
della magrietizzazione è piccola e si può trascurare (al $ 70 daremo 
una spiegazione a questa ipotesi). Per precisare, invece, quale è la 
condizione di mancanza di dissipazione, considereremo il momento 
magnetico di un magnete come un parametro indipendente, la cui 
distribuzione d’equilibrio viene determinata minimizzando l’ener- 
gia libera. Eseguiremo l’operazione di minimizzazione a temperatu- 
ra, volume ed intensità del campo H costanti in ogni punto del 


corpo; l’energia libera F funge da potenziale termodinamico rispet- 


1) I risultati ulteriori di questo paragrafo appartengono a L. D. Landau 
e E. M. Lifšits (1935). È da notare che questi risultati sono validi per i ferro- 
magneti « di scambio ». Non trattiamo qui il cosiddetto ferromagnetismo debole 
in cui il momento ferromagnetico compare nel solo caso in cui si tenga conto 
delle interazioni relativistiche. . 
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to a queste variabili !). La variazione ôF per un cambiamento inde- 
finitamente piccolo di M si può scrivere come segue: 


6F=— f Hett ÔM dV, (69,2) 


dove abbiamo introdotto la notazione H.;; per il « campo efficace » 
per analogia con l’espressione dell’energia del momento magnetico in 
un campo magnetico esterno. In equilibrio Her = 0. 

La dissipazione dell'energia al variare della magnetizzazione con 
il tempo si calcola come la derivata 


a 2a aRmin __dF 
o=r% zs z aa ðt ? 


dove .S è l'entropia del corpo, e Rmin il lavoro minimo necessario 
per portare il corpo in un dato stato non in equilibrio. La formu- 
la (69,1) permette così di ottenere 


Q= f Hett Dr dV = f Hert [QM] dV. (69,3) 


Si vede da qui che in mancanza di dissipazione il vettore Q deve 
essere parallelo al vettore H,;; in modo che si può porre Q = costan- 
te-H.; e, quindi, l'equazione (69,1) diventa 


M = costante [He M]; (69,4) 


il significato e il valore della costante verranno precisati più avanti. 

In accordo con la definizione (69,2), la forma esplicita del campo 
efficace si trova, facendo variare l'energia libera totale del corpo. 
Quest'ultima è data dall’integrale 


F= | {fo (M)+ Usor MH — 2} V (69,5) 


(si veda VIII, $ 36). Qui fọ (M) è la densità di energia libera di un 
corpo magnetizzato in modo omogeneo per H = 0, che tiene conto 
delle sole interazioni di scambio e, quindi, è indipendente dalla 
direzione M. Ueter è la densità di energia di scambio addizionale 
dovuta alla variazione lenta della direzione del vettore M lungo un 
corpo magnetizzato in modo non omogeneo. 


1) Si veda VIII, $ 36 (le grandezze termodinamiche riferite all’intero 
corpo vi sono state indicate con lettere manoscritte). Per una distribuzione 
...non omogenea sarebbe più corretto parlare dell’energia libera del corpo (per un 
. suo dato volume), anziché del potenziale termodinamico È. Qui trascuriamo 

gli effetti di strizione, cioè tensioni e deformazioni del cristallo dovute alla 
variazione della magnetizzazione. 
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I primi termini dello sviluppo di questa energia in potenze delle 
derivate del momento M rispetto alle coordinate hanno la forma 


Ueter = Fan i ci (69,6) 
inoltre, questa forma quadratica (nelle derivate) è essenzialmente 
positiva. L'espressione (69,6) è composta in modo tale che (in accordo 
con le proprietà dell’interazione di scambio) possa non dipendere 
dalla direzione assoluta del vettore M. Nei cristalli monoassiali il 
tensore simmetrico di secondo rango a; ha come componenti a,, = 
= yy = Qy, Qz: = Qg (l'asse z è l’asse di simmetria del cristallo); 
nei cristalli cubici a;x = &d;g- 

Si può stabilire l'ordine di grandezza dei coefficienti x;r, osser- 
vando che l'energia della disomogeneità, riferita al volume di una 
sola cella elementare del reticolo cristallino, dovrebbe raggiungere i 
valori atomici caratteristici dell'energia dell'interazione di scambio 
se la direzione del momento variasse notevolmente a distanze dell’or- 
dine della costante a del reticolo. L'energia di scambio caratteristica 
coincide, come ordine di grandezza, con la temperatura di Curie T, 
(punto di scomparsa del ferromagnetismo). Dalla condizione 7./a*— 
~aM?la? troviamo che 


a ~ TaM. ' (69,7) 


Facendo variare l'integrale (69,5) (per valori dati di H in ogni 
punto del corpo) e integrando per parti nel secondo termine, otte- 
niamo 


5f = Î {ri Mn H} $M aV. 


In accordo con la definizione (69,2), l’espressione fra parentesi 
graffe è — Herp. Il primo termine di questa espressione è diretto 
lungo M, ma, sostituito nell’equazione del moto (69,4), questo ter- 
mine scompare lo stesso, cosicché lo si può omettere 1). Troviamo 
così 


62M 
Hett = Qik Dr; rp + H. ; (69,8) 


Se si tiene conto delle sole interazioni di scambio indipendenti 
dalla direzione del momento magnetico, allora l’equazione (69,4) 


er un corpo magnetizzato in modo omogeneo deve ridursi all’equa- 
2 gn g 


zione di moto del momento in precessione libera: 
ðM _ glel 


sa a dt 2me 


[HM], 
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dove e = — |e |, m sono rispettivamente la carica e la massa dell’e- 
lettrone, g il rapporto giromagnetico del ferromagnete (cfr. II, § 45). 
D’altra parte, per magnetizzazione omogenea Hett = H; ne segue 
che il coefficiente costante nella (69,4) è uguale g | e /2me i in modo 
che l'equazione del moto diventa, con H.; dalla (69,8), 


oM 
Ted HM]. (69,9) 


Per ottenere un sistema di equazioni completo vi si deve aggiun- 
gere ancora l'equazione di Maxwell che lega il campo H alla distri- 


~ buzione di magnetizzazione M. Le onde di spin, che verranno studiate 


al prossimo paragrafo, sono di bassa frequenza nel senso che o <& ck. 
A queste condizioni il campo è quasi-stazionario; nelle equazioni di 
Maxwell si possono trascurare le derivate rispetto al tempo ed esse si 
riducono alla forma 


rooH=0, div B = div (H + 4aM)=0. (69,10) 


A questo proposito può sorgere la questione della legittimità della 
variazione dell’integrale (69,5) rispetto a M per H costante, nonostan- 
te queste grandezze siano legate dalla seconda equazione (69,10). 
Tuttavia, le cose stanno nel seguente modo: se poniamo H = —V@ 
(tenendo presente la prima equazione) e calcoliamo la variazione 
dell’integrale in ọ, essa si annulla in virtù della seconda equazione, 


.cosicché la variazione rispetto a H non porta nessun contribute 


in ôF. 

Se il corpo non è collocato in un campo magnetico esterno, allora 
il suo campo interno è completamente legato alla distribuzione di 
magnetizzazione e rappresenta, in generale, una grandezza dello 
stesso ordine di M. In questo senso il termine H nel campo efficace 
(69,8) rappresenta un effetto relativistico (si ricordi che i momenti 
magnetici atomici, così come la magnetizzazione spontanea M, sono 
definiti dal magnetone di Bohr f = | e | #/2 mc, cioè da una gran- 
dezza che contiene c a denominatore). Questa è la ragione per cui 
nell’approssimazione di puro scambio in questione si deve omettere 
il secondo termine nella (69,8) in modo che l’equazione del moto 
diventa 


ôM _ giel 02M 
dt Ime “In Gr; dan m]. (9906) 


Sottolineiamo il carattere non lineare di questa equazione. 


L'equazione (69,114) si può riscrivere sotto forma d’equazione di 
continuità per il momento magnetico, 


oM: ôM: ôli; 
I Ne ear 0, 
dx; 
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dove il tensore di flusso del momento ha la forma 


Ma = -lel Qir [m Mm IR 


Th 


È un risultato atteso poiché nell’approssimazione di scambio iť 
momento magnetico totale si conserva. 

Teniamo ora presente che nel ferromagnete, accanto alle intera- 
zioni di scambio, esistono anche interazioni relativistiche molto più 
deboli fra i momenti elettronici: spin-spin e spin-orbitali. Nella teoria 
macroscopica esse vengono descritte dall'energia di anisotropia. 
magnetica, la cui densità U,, dipende dalla direzione del vettore di 
magnetizzazione rispetto al reticolo cristallino; queste interazioni 
stabiliscono la direzione d’equilibrio della magnetizzazione sponta- 
nea del ferromagnete. Come è stato detto, anche l’interazione fra M 
e il campo magnetico H è di tipo relativistico. 

In un cristallo monoassiale l'energia di anisotropia ha la forma. 


Uan = 5 M}. (69,12) 
Se K >O0, la magnetizzazione d'equilibrio è diretta lungo l’asse di. 
simmetria, ossia lungo l’asse z (ferromagnete del tipo ad « asse legge- 
ro »); se K < 0, la direzione della magnetizzazione spontanea giace- 
nel piano xy (ferromagnete del tipo a « piano leggero »). Nel cristallo: 
cubico l’energia di anisotropia può essere rappresentata nella forma 


Uan = Fi (M&M} + MEM? + M3M3), (69,13) 


dove gli assi z, y, z sono diretti lungo i tre assi di simmetria del quar- 
to ordine (spigoli delle celle cubiche). Se K’ œQ, il vettore d’equili- 
brio M è diretto lungo uno degli spigoli delle celle cubiche, ma se- 
K’ < 0, esso è diretto lungo una delle diagonali spaziali delle celle 1). 

Per fissare le idee, considereremo un ferromagnete monoassiale. 
Associando all'espressione integranda nella (69,5) il termine U,n. 
della (69,12), otteniamo dopo la variazione il termine addiziona- 
le —KM,v6M, dove v è il vettore unità nella direzione dell’asse di 
simmetria del cristallo. In tal modo troviamo che il campo efficace è 


2M X 
Hett = in zoa HEM N +H. (69,14) 


È facile vedere che con questa variazione del campo efficace si 
esauriscono le variazioni dell’equazione del moto (69,9) dovute agli- 
effetti relativistici. Infatti, se trascuriamo la dissipazione, ciò 


1) Le grandezze adimensionali K, K’ per i diversi ferromagneti hanno -- 


valori appartenenti a un largo intervallo che va dai decimi alle decine. L'ordine - 
di grandezza del rapporto fra le interazioni relativistiche e quelle di scambio 
è caratterizzato dalla grandezza a8Uan/7, ed è in genere 10-4-10-5. 
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significa, come prima, che il secondo membro dell'equazione del 
moto deve essere perpendicolare a Hert, cioè deve avere la forma 
{M'H.;;], dove M’ può differire da M solo per correzioni relativistiche, 
sempre piccole rispetto al valore grande di M e perciò inessenziali. 
Quanto ai termini relativistici in Hert, essi si aggiungono a una gran- 
dezza piccola, essendo lenta la variazione di M lungo il corpo; questi 
termini possono diventare notevoli per lunghezze d'onda sufficiente- 
mente grandi. ` 


$ 70. Magnoni in un ferromagnete. Spettro 


Applichiamo le equazioni ottenute nel paragrafo precedente alla 
propagazione delle onde in cui la densità del momento magnetico 
compie piccole oscillazioni, con una precessione rispetto al suo 
valore d’equilibrio M,. Considereremo un campione formato di un 
solo dominio, in tutto il volume del quale M, è costante, e ci limite- 
remo al caso di onde di lunghezza notevolmente più piccola delle 
dimensioni del campione stesso. Allora si può considerare il mezzo 
come illimitato. 

Studiamo dapprima la questione tenendo conto delle sole intera- 
zioni di scambio, cioè in base all’equazione (69,11). Poniamo M = 
= M, + m, dove m è una grandezza piccola, e linearizziamo l’equa- 
zione omettendo i termini del secondo ordine in m; poiché il valore 
assoluto è M = Me, allora in questa approssimazione m L Mo. 
Otteniamo così 


°___lel 3m 
m= an M] (70,1) 
(qui e più avanti poniamo g = 2). Per m dipendente dalle coordinate 
e dal tempo come exp li (kr — @t)] otteniamo 


iom = -£L a% [mM], (70,2) 


dove a = a (n) = QikNiNp, essendo n il vettore unità diretto lungo 
il vettore d'onda k. Sviluppando questa equazione nelle componenti, 
abbiamo 

z lel 

LOM y = VE aMk?m,, 


iom, = — del aM kmg 


(l’asse z è diretto lungo My). Di qui ricaviamo la legge di dispersione 
delle onde di spin 1). 
_ del M 2 

n bore (n) k2. (70,3) 

1) E.stato per primo F. Bloch (1930) a dedurre la legge di dispersione qua- 
dratica delle onde di spin mediante la teoria microscopica. L'espressione di 
questo spettro mediante parametri macroscopici è stata data da L. D. Landau 
e E. M. Lifšits (1945). 
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Vediamo, in accordo con quanto detto all’inizio del paragrafo prece- 
dente, che nell'approssimazione di scambio la frequenza tende 
a zero per k— 0. Il vettore m nell’onda di spin ruota nel piano zy 
con velocità angolare costante œ restando costante in valore assoluto. 

Nel quadro quantistico, la formula (70,3) definisce lo spettro 
energetico dei magnoni e = Āo t): 


e (k) = 28Ma (n) k2. 70,4) 
Nel formalismo della seconda quantizzazione, le grandezze macro- 


scopiche descriventi il ferromagnetismo vanno sostituite da operatori 
espressi mediante operatori di annichilazione e creazione dei magno- 


ni. Mostriamo come si deve eseguire questa operazione per i magnoni 


(70,4). 
Mettiamo in corrispondenza alla grandezza classica M l'operatore 
vettoriale M, le cui componenti soddisfano certe regole di commuta- 


zione. $ (r) ôV sia l’operatore dello spin atomico totale nel punto r 
dell’elemento di volume ôV fisicamente infinitesimale. Gli opera- 
tori $ (rı) ôV, e S (rə) ôV, riferiti agli elementi di volume ôV, e ôV; 
distinti, sono commutativi. Le componenti del medesimo operatore 
S (r) 8V verificano le regole comuni di commutazione del momento: 


Sy8V=S,6V—S,0V.$6V=iS,6V, 


ossia SS, — Ê Se = i$,/8V (e analogamente per gli altri commu- 
tatori). Nel limite âV — 0 queste regole si esprimono nell’unica 
forma seguente qualunque siano r; e r: 


LA (1) Sy (r2) —s, (r2) DA (r) = i$, (r4) ô (r4 — r3). 
Moltiplicando ora questa uguaglianza per 48° e osservando che 
l'operatore di magnetizzazione M = — 2ßĝS, otteniamo 

Mx (13) My (e) — My (13) Ms (11) = —2i8M, (r4) ô (rr). (70,5) 


In caso di onde di spin, in cui M è soggetto a piccole oscillazioni 
intorno all’asse z, in prima approssimazione rispetto alle grandezze 


piccole Mx, My si può sostituire l'operatore M, a secondo membro 
della relazione (70,5) con un numero M, & M; allora si ha 


mx (1), (E2) — My (13) Mz (r4) = — 2iBMB (rr). (70,6) 


Di qui si vede'che le grandezze my e my fungono in questo caso (a meno 
di fattori costanti) da « coordinate ed impulsi generalizzati » cano- 
nicamente coniugati, così come e ø’ giocavano lo stesso ruolo nella 
quantizzazione delle onde sonore nel liquido ($ 24). Sottolineiamo, 


1) In questo capitolo f indica ovunque il magnetone di Bohr: ff=| e | #/2me. 
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però, che fra i due casi esiste una differenza notevole. La regola di 
commutazione (24,7) per gli operatori fononici è precisa e non legata 
alla piccolezza delle oscillazioni (cioè alla piccolezza dei numeri di 
riempimento degli stati fononici). Quanto alla regola (70,6), essa non 
è così precisa e vale esclusivamente in prima approssimazione rispet- 
to alla grandezza piccola m. 

Partendo dalla regola di commutazione (70,6) e dalla relazione 
fra gli operatori m, e my, corrispondente alle equazioni lineari (70,1), 
si possono ottenere espressioni di questi operatori in funzione degli 
operatori di annichilazione e creazione dei magnoni, così come abbia- 
mo fatto al $ 24 per i fononi (si veda il problema 4 al $ 71). 

Torniamo allo studio dello spettro dei magnoni e teniamo conto 
dell'influenza degli effetti relativistici su questo spettro. Ora dobbia- 
mo tener presente anche il campo magnetico H che compare per le 
oscillazioni di M. Esso sarà dello stesso ordine di infinitesimo di m; 
indichiamolo qui con h. 

Le equazioni di Maxwell (69,10) danno 


[kh] = 0, kb = — 4nkm. o 
Di qui si vede che il campo h è diretto lungo il vettore d'onda e vale 
h = — 4n(nm) n. (70,7) 


Sostituendo la (70,7) negli ultimi due termini dell espressione inte- 
granda nella (69,5), otteniamo 
2 

— mh—-{-=2"(nm)? (70,8) 
(qui è omesso il termine M;h che, dato il carattere potenziale del 
campo h, si trasforma per integrazione su tutto il volume in integrale 
di superficie e si annulla); questa parte dell’energia di anisotropia 
nell’onda di spin talvolta si dice magnetostatica. 

Supponiamo che il ferromagnete in esame sia monoassiale e si 
riferisca al tipo ad « asse leggero », in modo che M, coincida con l’asse 
di simmetria del cristallo (asse z): Mọ = vM. Avendo in vista ulterio- 
ri applicazioni, supponiamo anche l’esistenza di un campo esterno & 
parallelo alla stessa direzione v; in questo caso il campione si deve 
immaginare come un cilindro con asse lungo v. Allora il campo all'in- 
terno del corpo è H = $ + h. L'equazione linearizzata del moto 
(che scriviamo già moltiplicata per È) è 


— iem=2B{(ak+K+ £ ) tvmj—[vh]}. (70,9) 


- Per il cristallo monoassiale ~ = a, sen?® + «s cos? 0, dove 0 è l’an- 


“—__golo formato da k e v. 


Sostituendovi h dalla (70,7), scriviamo l’equazione nelle compo- 
nenti (è comodo prendere l’asse z sul piano individuato dalle dire- 
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zioni v e n). Dalla condizione di compatibilità delle due equazioni 
ottenute per Mm, e my deduciamo la legge di dispersione 


e (k)= 28M [ (a +K +- ) (ak + K+- 4 4nson?0)]"?, 
(70,10) 


È da notare che grazie all'esistenza del termine sen?9 = %2/k? lo 
sviluppo di e (k) in potenze delle componenti k non ha carattere sem- 


plicemente di potenza; ciò è dovuto al grande raggio d’azione delle 


interazioni magnetiche. 

L'espressione della forma (70,10), dedotta qui per un ferromagnete 
monoassiale (del tipo ad « asse leggero »), è valida ugualmente per 
i cristalli cubici. Ciò deriva dal fatto che la variazione dell’energia 
di anisotropia per piccole deviazioni del vettore M dalla sua direzione - 
d'equilibrio ha la medesima forma in entrambi i casi. Così, per un 
cristallo cubico con K’ >0 la variazione èU.n per una deviazione 
di M dalla direzione M, lungo lo spigolo del cubo dipende unicamente 
dall'angolo ® fra M e M e vale 6Uan = K'M?9?, Confrontando questa 
espressione con quella analoga ÔUan = XM?0?/2 per il cristallo 
monoassiale, vediamo che per il passaggio al caso di cristallo cubico 
con K' œQ è sufficiente sostituire nella (70,10) K + 2X”. È facile 
convincersi in modo analogo che per il passaggio al caso di cristallo 
cubico con K’ < 0 (la direzione M, coincide con la diagonale spaziale 
del cubo) si deve sostituire K + 4 | K’ |/3. Notiamo anche che nel 
cristallo cubico la grandezza a (n) diventa costante. Per un ferro- 
magnete monoassiale del tipo a « piano leggero » (K < 0) si ha una 
situazione diversa: la variazione 6U,n per una deviazione di M da 
My; dipende sia dall'angolo polare che dall’azimut della direzione M 
rispetto a Mo; pertanto questo caso necessita di un esame particolare, 
si veda il problema. 

Ricordiamo che il risultato (70,10) si riferisce soltanto alla parte 
iniziale dello spettro, nella quale i quasi-impulsi X< 1/a ed è ammis- 
sibile un esame macroscopico. Dal lato dei valori k grandi (ak? `> 
> 4n, K), ma soddisfacenti questa condizione, l’espressione (70,10) 
si riduce a 


e (k) = 28Ma (n) k? + 286. (70,11) 


Il primo termine qui coincide con l’espressione puramente di scam- 
bio (70,4). Quanto al campo esterno, esso aggiunge semplicemente 
all'energia del magnone il termine 28$. Quindi, in questa approssi- 
mazione il magnone ha la proiezione del momento su M, pari a —2f. 
L'eccitazione nel corpo di ogni magnone diminuisce di 2ß il momento 
magnetico totale del corpo. 
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Nel caso inverso, per k + 0, l’espressione (70,10) tende ad una 
grandezza diversa da zero e pari (per 6 = 0) a 


e (0) =2BMK (1 + Å= sen0)!?, (10,12) 


Quindi, se si tiene conto dell’anisotropia magnetica, ciò implica la 
comparsa della fessura energetica nello spettro dei magnoni !). 
Questo risultato è naturale poiché, in presenza di anisotropia, per- 
sino una rotazione del momento magnetico come un tutt'uno (cioè 
per k = 0) è legata a un’energia finita. Si vede così che per k piccoli 
gli effetti relativistici, pur essendo esigui, conducono a delle cor- 
rezioni relativamente grandi dello spettro. 

La rappresentazione dei magnoni quali eccitazioni elementari si 
riferisce a stati del corpo debolmente eccitati e, quindi, a temperatu- 
re basse. Pertanto nelle formule relative ai magnoni i valori di tutte 
le costanti materiali (compresa la magnetizzazione M) si devono 
calcolare per 7 = 0. 

Torniamo all’ipotesi di dissipazione debole fatta al $ 69. Nel 
quadro quantistico la dissipazione significa che il tempo di vita dei 
magnoni è finito, il che è condizionato dalle loro interazioni récipro- 
che e da quelle con le altre quasi-particelle. 

Se parliamo dapprima dell'interazione reciproca fra i magnoni, 
si deve notare prima di tutto che nell’approssimazione di scambio il 
numero di magnoni non cambia (ogni magnone dà in M, il medesimo 
contributo —2f, e l’interazione di scambio conserva M,). Pertanto 


- în questa approssimazione sono possibili unicamente processi di 


diffusione. La loro probabilità, però, diminuisce al diminuire della 
temperatura (cioè semplicemente per diminuzione del numero di 
diffusori) in modo che lo smorzamento di scambio tende comunque 
a zero per 7 = 0. Vedremo più avanti ($ 72) che lo stato con un solo 
magnone nell’approssimazione di scambio è effettivamente uno stato 
rigorosamente stazionario del sistema ?). 

Per T = 0 lo smorzamento dei magnoni è condizionato esclusiva- 
mente dai processi di decadimento. Questi processi sono possibili 
soltanto a causa delle interazioni relativistiche, e già per questo la 
loro probabilità è piccola. Inoltre, per k piccoli la probabilità di 
decadimento diminuisce sempre, poiché i pesi statistici (volumi di 
fase) degli stati finiti del processo sono piccoli. 

Lo smorzamento dei magnoni è dovuto anche alla loro interazione 


1) La frequenza corrispondente œ (0) = e (0)/ž si chiama frequenza di 
risonanza ferromagnetica. 

2) E da notare anche che la sezione di diffusione di due magnoni l'uno 
sull'altro nell’approssimazione di scambio tende a zero al diminuire della loro 
energia ($ 73). Questa circostanza diminuisce anch’essa lo smorzamento di 
scambio dei magnoni a temperature basse. Per temperature sufficientemente 
basse gli effetti relativistici sono essenziali anche per i processi di diffusione. 
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con i fononi (qui l'operatore di perturbazione è la parte dell’opera- 
tore hamiltoniano dell'interazione di scambio dipendente dalla defor- 
mazione del cristallo). Per T = 0 è possibile il processo di generazio- 
ne di un fonone da parte del magnone; a tale scopo, però, il quasi- 
impulso del magnone deve essere sufficientemente grande, vale a dire 
che la velocità del magnone de/fdk deve superare la velocità del suo- 
no (si veda la nota alla pag. 331). La probabilità del processo è piccola 
anche per il fatto che il peso statistico dello stato finale è esiguo. 

Infine, in un metallo ferromagnetico è sempre possibile (grazie 
all’interazione di scambio con gli elettroni di conduzione) che l’elet- 
trone sia eccitato da un magnone da sotto la superficie di Fermi. Ma 
anche qui la probabilità del processo per k piccoli è piccola, poiché il 
peso statistico degli stati finali è esiguo. 


PROBLEMA 


Trovare lo spettro dei magnoni in un ferromagnete monoassiale del tipo 
a «piano leggero» (K < 0). 

Soluzione. La magnetizzazione d’equilibrio M, si trova nel piano perpendi- 
colare all'asse di simmetria del cristallo (asse z); consideriamo la direzione Me 
come asse z. In questo caso l'equazione linearizzata del moto del momento 
magnetico ha la forma 


—iem = 28 {ak? [nm] — | K | mny — [nxh]}, 


dove n,, ny sono due vettori unità diretti lungo gli assi coordinati, mentre il 
vettore m giace nel piano yz perpendicolare a M,. Sostituendovi h dalla (70,7), 
scrivendo l’equazione nelle componenti e uguagliando a zero il determinante 
del sistema così ottenuto, otteniamo lo spettro dei magnoni 


e (k) = 2BM [ak? (ak? + | K |) + 4n sen? 0 (ak? + | K | sen? Q)}?, 


dove 6 e ọ sono l'angolo polare e l’azimut di k rispetto alla direzione Mọ (l'azi- 
mut va calcolato a partire dal piano zz). Per ak? > 1 riotteniamo lo stesso spet- - 
tro quadratico (70,4), ma per k + 0 l'energia del magnone tende alla grandezza 


e (0) = 4 (n | K [PBM | sen 8 sen ọ |, 


che si annulla quando il vettore k giace nel piano zz formato dall’asse di sim- 
metria e dalla magnetizzazione spontanea del cristallo. Questo annullamento, 
tuttavia, è approssimato: se si tiene conto dei termini di ordine superiore nel- 
l'energia di anisotropia, vi è la comparsa dell’anisotropia anche nel piano 
zy e, quindi, di una fessura energetica finita in tutte le direzioni di k 1). 


$ 71. Magnoni in un ferromagnete. 
Grandezze termodinamiche 


I magnoni eccitati in un ferromagnete danno un contributo alle 
sue grandezze termodinamiche. I risultati ottenuti nel paragrafo 
precedente permettono di calcolare questo contributo a temperature 


1) Ricordiamo (si veda VIII, $ 37) che lo sviluppo dell’energia di anisotro- 
pia in potenze di M è effettivamente lo sviluppo nel rapporto relativistico 
vlc (e non è legato a.M picċolo, cioè alla vicinanza al punto di Curie). 
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basse, nel senso che 7< T.. Infatti, in equilibrio termico alla 
temperatura T la parte fondamentale dei magnoni ha energia e ~ T. 
Ciò significa per lo spettro quadratico 


e (k) = 2BMa (n) k? (74,4) 


che alle temperature T< T. i magnoni con. quasi-impulsi k< 
< (T.1BMa)Y? sono eccitati. Sfruttando la stima (69,7) per œ e sti- 
mando la magnetizzazione come M ~ f/a? (il momento magnetico 
dell’ordine di qualche ft è riferito a una sola cella elementare), di qui 
ricaviamo ak & 4, che è la condizione di applicabilità dei risulta- 


ti del $ 70. 


Le parti « magnoniche » delle grandezze termodinamiche di un 
ferromagnete vanno calcolate come grandezza termodinamiche di un 
gas di Bose perfetto con potenziale chimico nullo. Così, per la parte 
magnonica del potenziale termodinamico Q abbiamo 


d 
Qna=T f In (1—e-8/7) e (71,2) 


(si veda V (54,4)). Di qui ricaviamo il contributo magnonico all’ener- 
gia interna !) 


mag e V dik i 
Emag= Qmag— T T f Pory Gai (74,3) 


Quanto al contributo magnonico alla magnetizzazione spontanea, 
esso rappresenta la variazione con la temperatura e si calcola come 
derivata rispetto al campo magnetico esterno 
1 9Qmag 


Mmag = M (P)-M0= 7 |a 


(cfr. VIII (31,4)). Derivando l’espressione (71,2), otteniamo 


de 1 d3k 
`- Mmag= — f 8 g-o T Cn * (71,4) 


La derivata —(02/0$) rappresenta il momento magnetico proprio 
del magnone. 

Calcoliamo gli integrali (71,3-4) alle temperature 7 > 21M ?); 
allora per lo spettro dei magnoni si può usare l’espressione limite 
(71,1). Data la rapida convergenza degli integrali, si può estendere 
l'integrazione a tutto lo spazio k (al posto di una sola cella del reticolo 
inverso). Ponendo costante la grandezza œ (per cristalli cubici) 


1) Per il potenziale chimico p = 0 (e quindi per D = Nu = 0) abbiamo 


E = D + TS — PV= TS + Q; l’entropia invece vale S = —@Q/27. È ovvio. 


che l’espressione (71,3) si potrebbe anche scrivere direttamente senza ricorrere 
‘alla formula (71,2). DE 2 
2) Per il valore tipico M = 2-10 G questa condizione dà T > 1 K. 
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e sostituendo d°k + 4nk?dk, otteniamo dopo una sostituzione eviden- 


VIS Ç 2dr T5AT (5/2) t (5/2) 
Emag = gaan f aai A 4r3 45/2 ? 

ð 

dove per brevità si è indicato A = 28Ma (in modo che £ = Ak?) 1). 
Di qui troviamo il calore specifico Cmag = Emag /07 che vale 


5r (5/2) È (5/2 2 T 53/2 
Cmag 3 VP 0/2) pe 0,113 (3) v. (0145 
Ricordiamo che questa espressione fornisce la sola parte magnonica 
del calore specifico; insieme ad essa, il calore specifico del cristallo 
contiene ancora la comune parte fononica. 

Tornando all’integrale (74,4), sostituiamo, in accordo con la 
(70,141), il valore —2ß del momento magnetico del magnone. Come 
risultato, per 7 > 28M otteniamo 


T312 v 1/2 dz 
M mag = -i f = (71,6) 
da cui 
M (T)= M (0) PPE COED L M (0) 0,117B(7/A)"? (74,7) 


(il contributo magnonico esaurisce, certamente, tutta la variazione 
della magnetizzazione, poiché i fononi non portano con sé momento 
magnetico). Quindi, la variazione della magnetizzazione spontanea 
nel dominio delle temperature 2nPM < T< T, segue la legge T3/2 
(F. Bloch, 1930). 

L'esistenza della fessura (70,10) nello spettro dei magnoni implica 
la dipendenza esponenziale di Cmag © Mmag da T nel dominio delle 
temperature ancora più basse. Per T« BKM si ha. 


Cmago Mmag © exp (—2 BEKM/T). (71,8) 


La grandezza che figura al numeratore dell’esponente è il valore più 
piccolo della fessura energetica che si ottiene per0=0e0= n (si 
veda anche il problema 1). 

Se la magnetizzazione spontanea del ferromagnete nello stato 
fondamentale è pari al più grande valore possibile (come si dice, al 
valore nominale) corrispondente al parallelismo di tutti i momenti 
atomici nel corpo, questo valofe non cambierà se viene applicato 
(nella stessa direzione) un campo magnetico esterno, vale a dire che 
la suscettività x in questa direzione è nulla. 


1) Per il calcolo degli integrali di questo tipo si veda V, $ 58. 
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Se si tiene conto delle interazioni relativistiche, ciò diminuisce 
la magnetizzazione spontanea (per 7 = 0) rispetto al suo valore « di 
scambio » ed implica la comparsa di una suscettività diversa da 
zero (T. Holstein, H. Primakoff, 1940). Sebbene questo effetto sia 
molto piccolo, il suo calcolo presenta un interesse di principio. 

Calcolando sopra la parte magnetica delle grandezze termodina- 
miche abbiamo omesso l'energia nulla degli « oscillatori magnetici », 
che non dà nessun contributo alla dipendenza di queste grandezze dal- 
la temperatura. L'energia nulla corrisponde ai numeri di riempimento 
degli stati magnonici, uguali a 41/2: 


1 V ask 
E (Omag= | 7°) Ga 


Rispettivamente la magnetizzazione «nulla» è 


1 de dk 


M (0)=—- 206 CA’ (741,9) 


Questo integrale diverge per grandi %, vale a dire che esso viene 
definito soprattutto dai magnoni a onde corte (ka ~ 1), che in gene- 
rale non si possono considerare macroscopicamente. Tuttavia la varia- 
zione della magnetizzazione sotto l'influsso degli effetti relativistici 
va determinata, come vedremo, dal dominio delle onde lunghe dello 
spettro dei magnoni e può essere calcolata mediante le formule 
dedotte al $ 70. 

Per semplicità, considereremo il cristallo cubico e trascureremo la 


costante di anisotropia che è piccola in questo caso, cioè scriveremo 


lo spettro dei magnoni (70,10) nella forma 
e (k) = 2B [(042+ ©) (bk? + © + 4n M sen? 0)]!/* (71,10) 


doveb = aM; agli effetti relativistici in questa espressione corri- 
sponde il termine 4n.M sen?0 che compare quando siftiene conto dell’e- 
nergia magnetostatica. La variazione cercata della magnetizzazione 
sotto l'influsso degli effetti relativistici si ottiene sottraendo dalla 
(74,9) lo stesso integrale nel quale &scamb (k) = 2Bbk° + 26 sosti- 
tuisce e (k): 


sM=-1 | ~ le (k) — Escan (gg (7149) 


Questo integrale è già convergente per grandi k !). 


1) Notiamo, a scanso di equivoci, che è im ossibile definire con quesio 
metodo la correzione all'energia dello stato fondamentale: -senza derivazione 
rispetto a $ l'integrale di e — escamb diverge utilizzando le espressioni ad: 
onde lunghe per lo spettro dei magnoni. 
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Per il calcolo è comodo dapprima derivarlo rispetto a M per b 
costante (a tale scopo nella (71,10) è stato introdotto b). Dopo sempli- 
ci trasformazioni otteniamo 


n 


96M _ -E f f sent 0- 27k? dk-sen 0 d@ 
ôM ~ 0 Y 3 (Okt)? (bk2 9-44nM sen? 0)?/? 


Data la convergenza, si può estendere l'integrazione in dk a oo. 
Per 6 = 0 l'integrale si calcola facilmente; integrando in seguito 
su M otteniamo 


sm = — VB (74,12) 


Questa grandezza è piccola: SM/M ~ 10, 

Se, invece, il campo esterno è grande (6 > 4xM), si può trascu- 
rare il termine 4nM sen?0 a denominatore dell’espressione integran- 
da. Il calcolo dà il seguente risultato: 


2nBM t2 
Me (74,13) 


Per $ + co ôM tende a zero, come doveva essere. 

Per concludere notiamo che se tentassimo di studiare la dipen- 
denza della magnetizzazione di un ferromagnete bidimensionale 
dalla temperatura con il metodo applicato in questo paragrafo al 
caso tridimensionale, allora otterremmo (in approssimazione pura- 
mente di scambio) un integrale logaritmicamente divergente in luogo 
di quello (71,6). Ciò significa che la magnetizzazione spontanea in un 
sistema bidimensionale con interazione di scambio in realtà non 
esiste per tutte le temperature 7 54 0. Questa situazione è analoga 
a quella menzionata al $ 27 per il liquido di Bose bidimensionale 
(e nel volume V, $ 137 per un cristallo bidimensionale). L’indipen- 
denza dell’energia del sistema dalla direzione del momento magneti- 
co fa sì che nella sua espressione figurino le sole derivate del vetto- 
re M; a sua volta, ciò implica, in ultima analisi, la divergenza delle 
fluttuazioni (nel caso bidimensionale) che distruggono la magnetiz- 
zazione. Le interazioni relativistiche, di cui si è tenuto conto, 
stabilizzano le fluttuazioni, in quanto dipendono dalla direzione M, 
e rendono possibile l’esistenza di un ferromagnete bidimensionale. 


PROBLEMI 


1. Calcolare le parti magnoniche delle grandezze termodinamiche alle 
-temperature T < e (0). 
Soluzione. Sono essenziali i magnoni di quasi-impulsi k piccoli, propagan- 


tisi nella direzione in cui la fessura è minima, cioè-in prossimità di 0 = 0e0= 
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= n; questi due valori danno un medesimo contributo. Ad esempio, per 0 
piccoli, abbiamo con la precisione richiesta 


e (k) = 2BKM + AH + 4np MO, 


dove A = 28.Ma per i cristalli cubici o A = 28Ma, per i cristalli monoassiali 
del tipo ad « asse leggero ». La distribuzione dei magnoni alle temperature 
considerate si può supporre come quella di Boltzmann (cioè si può trascurare 
l’unità ai denominatori delle espressioni integrande) e sostituire ovunque 
nei fattori davanti all’esponente e (k) con e (0). L'integrazione in k e 0 si esten- 
de a co, e come risultato otteniamo 


Kr 5/2 ra (= 2BKM E mag 
, 


E mag = 32,5/2 43/2 T M mag= 


mag VKM" 
Calcolando il calore specifico, si deve derivare il solo fattore esponenziale 
Cmag = 2BKMT-Emag. ` 


2. Definire la dipendenza della magnetizzazione dal campo esterno per le 
condizioni © > 4nM, T ® BÉ. | 
Soluzione. Nelle dette condizioni si possono trascurare i termini relati- 
vistici e scrivere e (k) nella forma (70,11). Derivando l'espressione (71,4), trovia- 
mo 
ôM _ 482 f e£/T d3k 
ô T (T1) (20)? * 


Nell’integrale sono essenziali i k piccoli, perciò 


M sar (£ ak T j k? dk 
p e (2n) 2m2 } (ak? Mo +9) 


(poniamo æ = costante; M, è il valore di M per $ = 0) e infine 
ôM _ T 
a9 8n (aM)? 9 * 
Quindi, nelle condizioni considerate M — Mo ~ 9!/?. 
3. Definire la dipendenza della magnetizzazione per 7 = 0 dal campo 
esterno in campi deboli. 
Soluzione. Derivando su $ l’integrale (71,11) con e (k) dalla (71,10), otte- 
niamo 
ôM _ f 4n2ß M} sent 0 d3k 
ô J [(@Mk?+4rM, sen? 0+9) (Mk? ©)}?/ (27)? * 


Per @ + 0 l’integrale in dk diverge logaritmicamente per k piccoli. Pertanto, 
limitandosi alla precisione logaritmica, si può porre k = 0, $ = 0 nel primo 
fattore a denominatore ‘e $ = 0 nel secondo, ma, inoltre, si deve tagliare l'in- 
tegrale inferiormente per k? ~ $/aM, e superiormente per k? ~ 4nla. Come 
risultato otteniamo 


ðM _ B Li 45Mo 
00° 32Vn Mo8/2 Cai 


Ricordiamo che nella (71,10) abbiamo trascurato K. Per $ < KM nel logarit- 
mo a $ si sostituisce KXM,. 
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4. Nell’approssimazione di scambio definire la funzione di correlazione 
spaziale delle fluttuazioni della magnetizzazione a distanze r > a. 

Soluzione. Gli operatori my e my, soddisfacenti la regola di commutazio- 
ne (70,6) ed espressi mediante gli operatori di annichilazione e creazione dei 
magnoni, hanno la seguente forma (nella rappresentazione di Schrödinger): 


ma (1) = (BM/V)/2 SI (Lett 43e- iEn), 
k 
my (r) =i (BM/V) YI (ape t" — fte- itt), 
k 
Mediante questi operatori calcoliamo la funzione di correlazione 


Qin (= Car (r1) rir (Fa) +n (Ta) 0) ran 


(gli indici i, k assumono i valori z, y). Tenendo conto che gli elementi matriciali 
diagonali non nulli hanno soltanto i prodotti (ata,) = ną, (ata,) = m, +1 
(dove ny sono i numeri di riempimento degli stati magnonici), otteniamo 


; 3 
vin (=n | 28M (n +3) de E, 


L'espressione integranda fornisce direttamente la componente di Fourier della 
funzione di correlazione. Si può omettere in essa il termine costante cui cor- 
risponde l'addendo funzionale è in @;x (r), mentre tutto l'esame si riferisce 
unicamente alle distanze r > a. In tal modo abbiamo 


Pir (k)=29Mny din =28M [eT 411 8;p. 
Nel limite classico per e « T troviamo 
Pia E) = Six T/aht. 
In un ferromagnete cubico œ = costante, e allora 
Pix (r) = din T/4nar, r © (BMa/TyIR. 


$ 72. Operatore hamiltoniano di spin 


Per ottenere la legge di dispersione dei magnoni in tutto l’inter- 
vallo di variazione del quasi-impulso (e non soltanto nel limite delle 
onde lunghe) è necessario, ovviamente, utilizzare delle rappresenta- 
zioni più dettagliate della struttura microscopica del ferromagnete. 

Consideriamo un dielettrico composto di atomi di momento orbita- 
le nullo e di spin S diverso da zero. A prescindere dagli stati alta- 
mente eccitati legati all’eccitazione degli strati elettronici degli 
atomi, si può calcolare la media dell'operatore hamiltoniano del si- 
stema rispetto alle variabili orbitali degli elettroni degli atomi nello 
stato fondamentale (e per i nuclei atomici fissati nei nodi del reti- 
colo). Come risultato otteniamo l’operatore hamiltoniano di spin del 
sistema contenente i soli operatori degli spin completi degli atomi 1). 

1) Questa procedura è analoga al metodo di costruzione degli operatori 


hhamiltoniani di singoli atomi che descrivono la struttura fine dei loro livelli; 
cfr. IH, $ 72. 
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Se si tiene conto della sola interazione di scambio dipendente 
unicamente dalle orientazioni relative degli spin, allora gli operato- 
ri dei vettori di spin degli atomi possono figurare nell’operatore 
hamiltoniano soltanto sotto forma di combinazioni scalari. Un 
interesse notevole presenta lo studio di un sistema descritto da un 
operatore hamiltoniano di questo tipo 


Ê scam = -4 > JnnSaSm: Jam = J (Tn— Tm), - (72,4) 


m+n 


dove la sommatoria è estesa a tutti gli atomi; gli indici « vettoriali » 
(di componenti numeriche intere) m e n numerano i nodi del retico- 
lo; rn rie sono i raggio-vettori. I numeri Jnm si chiamano integrali di 
scambio (cfr: III, $ 62, problemi) !). Per sommatoria indipendente su 
m enogni coppia di atomi si incontra due volte nella somma (72,1) 
e, ovviamente, Jnm = Jmn. |. 

Nell’espressione (72,1) tutti gli atomi magnetici nel reticolo sono 
supposti identici (uno in ogni cella elementare). L'ipotesi fondamen- 
tale sulla quale è basato ur cperatore hamiltoniano di questo tipo 
consiste in una sufficiente mutua lontananza degli atomi nel reticolo. 
L'integrale di scambio viene determinato dalla « sovrapposizione » 
. delle funzioni d’onda di due atomi e decresce molto rapidamente (in - 
modo esponenziale) all'aumentare della distanza fra gli atomi. Per 
-un sistema di atomi mutuamente lontani si può quindi supporre che 
l'interazione sia a coppie, per cui l’espressione (72,1) non contiene 
termini con prodotti di operatori di spin di più di due atomi. Con la 
stessa approssimazione si può ritenere che l’interazione di scambio 
fra due atomi sia realizzata ogni volta da una sola coppia di elettro- 
ni, uno di ogni atomo. Allora l'operatore di interazione verrà costrui- 
‘to in modo bilineare negli operatori di spin degli elettroni, e dopo 
il calcolo della media rispetto agli stati atomici, in modo bilineare 
negli spin atomici (C. Herring, 1966) ?). 

Il sistema descritto dall’operatore hamiltoniano (72,1) è ferro- 
magnetico se gli integrali di scambio Jmn > 0. Determiniamo l’ener- 
gia dello stato fondamentale di questo sistema. Supponiamo in 


1) La descrizione dell'interazione di scambio mediante l'operatore hamil- 
toniano di spin è stata introdotta da P.A.M. Dirac (1929). L'operatore hamil- 
toniano (72,1) è stato introdotto da J. H. van Vleck (4934); di solito è chiamato 
operatore hamiltoniano di Heisenberg poiché esso corrisponde al modello ferro- 
magnetico studiato per la prima volta da Heisenberg. 

2) In queste condizioni la sommatoria nella (72,1) deve essere eseguita, 
ovviamente, soltanto su coppie di atomi vicini. Con ciò la scrittura'delle formu- 
le non si semplifica per niente, e per questa ragione non terremo conto in modo 
esplicito di questa condizione. 
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questo caso che esista anche un campo magnetico esterno $ ed asso- 
ciamo all’operatore hamiltoniano (72,1) l'operatore 


V= -- 286 F Sme (72,2) 


(l’asse z coincide con la direzione del campo). L'operatore Ym: 
della proiezione dello spin totale del sistema è commutativo sia con 
Hscamb sia con V; pertanto gli stati del sistema si possono classificare 
in base agli autovalori di questa grandezza. 

Nel caso ferromagnetico allo stato fondamentale corrisponde il 
valore massimo possibile della proiezione dello spin totale pari 
a NS, dove N è il numero di atomi nel sistema (ciò non è legato, 


s'intende, all'esistenza del campo esterno, il quale non fa altro che 
q 


evidenziare la direzione scelta dell'asse). yọ sia la funzione d'onda 
di spin normalizzata dello stato fondamentale. 

Il valore massimo NS della proiezione dello spin totale può essere 
raggiunto nel solo caso in cui anche la proiezione dello spin di cia- 
scun atomo abbia il suo valore massimo S. Perciò y, è, al tempo stesso, 


autofunzione di ciascuno degli operatori $n,: 
SazXo = S Xo. (72,3) 


Introduciamo, in quanto necessari per le considerazioni ulterio- 


a 


ri, gli operatori S} = Sy + iS, soddisfacenti le seguenti regole di 
commutazione: 

Sn =28, 

$, ŝa — 18, =+ CA . (72,4) 


(si veda III (26,12)). I loro elementi matriciali sono 


(si veda III (27,12)); l'operatore 4} aumenta e l’operatore $_ 
diminuisce di uno il valore della proiezione S,. In seguito, scriviamo 


msn = Sint + 3 (SaS + Êm) 


Îî=-3 D Jmn (Ém:8n:+Sm-Sn+)—2P6 D Sme (72,6) 


m+n m 


dove sono state utilizzate la simmetria Jmn = Jnm e la commutati- 
vità degli operatori relativi ad atomi distinti. 
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Poiché gli operatori Sn+ hanno elementi matriciali soltanto per 
le transizioni che fanno crescere i numeri S,, per gli stati con valori 
massimi di questi numeri abbiamo 


Sn+%0= 0 (72,7) 


(ciò che si vede anche dalle espressioni esplicite (72,5) degli elementi 
matriciali). Pertanto, quando l’operatore hamiltoniano (72,6) agisce 
sulla funzione d’onda Xo, si ha 


Êy ={ -5 5 JmaS?— BSNS Y xo. 


mn 


L'espressione fra parentesi rappresenta esattamente l'energia Z, dello 
stato fondamentale. Sostituendo la somma su m e n con quella su 
m e q = n — m, scriviamo £, nella forma definitiva 


E= — + NS? X Ja 2BSN G. i (72,8) 
q#0 


Il momento magnetico totale del sistema in questo stato è 28SN. 
Lo stato del sistema successivo, nell’ordine di diminuzione della 
proiezione dello spin totale, risponde al valore NS — 1 della detta 
proiezione e corrisponde all'eccitazione di un magnone di momento 
magnetico —28. Di questo valore della proiezione dello spin totale 
gode lo stato con la funzione d’onda 5 


(28) 2 Sn -Xo» | (72,9) 


nel quale la proiezione dello spin di uno degli atomi è diminuita di . 
1 sotto l’azione dell'operatore Sn- 1). Questa funzione, però, non 
è autofunzione dell'operatore hamiltoniano del sistema poiché in 
essa non si è tenuto ancora conto della simmetria traslazionale del 
reticolo. Un’autofunzione dell’operatore hamiltoniano deve essere 
costruita come combinazione lineare delle funzioni (72,9) con tutti. 
i numeri n. Dagli stessi ragionamenti che ci hanno condotto nel $ 55 
alle funzioni di Bloch per l’elettrone in un campo periodico risulta 
che questa combinazione lineare deve avere la forma 


xe = (28) 2 DI inin to (72,10) 
n 


i 1) E facile verificare la normalizzazione della funzione (72,9), osservando 
che 


(Sa Xo)* (Sax) = tsi Sn = 
= (51 Sn4Sn_ | S)=(5 | Spg 1 S—1) (5—1 I Sn | S)=25- 


EG i IA 
i 
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(N-!? è fattore di normalizzazione) affinché si possa correttamente 
tener conto della simmetria traslazionale. Il vettore costante k non 
è altro che il quasi-impulso del magnone.. 

L'energia e (k) del magnone è la differenza Ex — E, fra le energie 
degli stati eccitato e fondamentale del sistema. Perciò 


(ÎI — Eo)xx = e (k) Xi 


Sostituendo a primo membro di questa uguaglianza l’espressione 


(72,10) e sostituendo EoXo con yo, otteniamo 
e (k) xe = (28) 2 D en (HS-—Sn-B)%o (72,11) 


È facile calcolare il commutatore, che qui figura, scrivendo # 
nella forma (72,6) e usando le regole di commutazione (72,4). Tenendo 
di nuovo conto della simmetria dei coefficienti Jmn, otteniamo 


HSs-— Sn Ê = XY J mn (Sm Sn- — Sn:8m-)+2968n-. (72,12) 
m 


Infine, sostituendo questa espressione nella (72,11), tenendo conto 
della (72,3) e passando alla sommatoria su q = n — m, troviamo 


e (k) xa= {SD Ja (1— e) + 286) Xr- 
q#0 


L'espressione fra parentesi graffe è l'energia cercata del magnone. 
La parte immaginaria dell’espressione sotto il segno di somma, essen- 
do funzione dispari di rą, si annulla in seguito alla sommatoria, 
cosicché si ha infine 


e (k)=S È Ja (1 —cos kra) +- 2B9 (72,13) 
q+ 


(F. Bloch, 1930). 

Questa formula esprime la legge di dispersione precisa dei magno- 
ni nel sistema descritto dall'operatore hamiltoniano (72,1). Nel 
caso limite di k piccoli questa legge si trasforma, naturalmente, in 
quella quadratica 


e (k)= 4 Skikr Y Jataitan + 298. (72,14) 
q#0 


Il punto di Curie del sistema in questione si trova a temperature 
T.-- J in modo che a temperature 7 > J il sistema è paramagnetico 


“a priori. A queste temperature si può trascurare, in prima approssi- 


mazione, l’interazione fra gli atomi. In questa approssimazione la 
suscettività magnetica del sistema coinciderà con la suscettività di 
un gas perfetto di atomi con spin S e verrà data dalla formula 


N 4B2S(S41 
g= p PECE (72,15) 
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(si veda V, $ 52); la suscettività è riferita all'unità di volume. Questa 
espressione è il primo termine dello sviluppo della funzione % (T) 
in potenze di 1/7. I termini di sviluppo successivi dipendono già dal- 
l'interazione fra gli atomi; determiniamone il primo. 

La suscettività (nel campo nullo) è definita come la derivata 
y = 90M/9$% per $ +0, e la magnetizzazione M si calcola come 


derivata dell’energia libera: VM = — 0F/0$. Per risolvere il pro- 
blema posto si deve calcolare F a meno dei termini ~ 41/7?. 
Partiamo dalla formula F = — T In Z, dove Z è la somma sta- 


‘tistica 


peas <= E? E3 

5 =E_/T 5 En n n\. = 
Z= e n A (1-4 +a): 

n n 


x 


la sommatoria è estesa a tutti i livelli energetici del sistema 1). Il 
‘numero totale dei livelli nello spettro del sistema considerato è finito 
e uguale al numero di tutte le combinazioni possibili di orientazioni 
degli spin atomici rispetto al reticolo. Ogni spin ha 25 + 4 orienta- 
zioni distinte; pertanto il detto numero è (25 + 4)N. Indicando con 
il trattino sopra la lettera la media aritmetica semplice, riscriviamo 
la somma Z nella forma 
Si N Aga bom o 
Z=(28+1)" [1-7 E+ Par E]. 

La media Ẹ” = Trff"/(2S + 4). In base alla nota proprietà 
della traccia dell'operatore, questi può essere calcolato partendo da 
qualsiasi sistema completo di funzioni d'onda; supponiamo che siano 
tali le funzioni corrispondenti a tutte le scelte possibili di orienta- 
zioni degli spin atomici. Allora la media si riduce alla media indi- 
pendente di ciascuno degli spin rispetto alle sue direzioni; in questo 
caso £ = 0. Calcolando ora il logaritmo di Z e sviluppando di nuovo 
in potenze di 1/7, con la stessa precisione otteniamo 

(ail 
F=TN ln (28 +1)—-7F E? + gr E. (72,16) 

In questa espressione ci interessano i termini contenenti $?, 
poiché soltanto essi daranno un contributo alla suscettività. Ometten- 
do tutti gli altri termini e osservando che nell’operazione di media 
le potenze dispari delle componenti dello spin si annullano, otteniamo 


pat tx 
n 


272? 2 


x x 2J mn (SnSnz) (SmSmz). 


n4m 


1) Il calcolo ulteriore dell’energia libera corrisponde ai calcoli eseguiti 
al $ 73 del volume V, prolungandoli al termine successivo dello sviluppo. 


RA ANT re mal 
i 
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Le medie sono 
Sn2:Snx = Snz:Sny = 0, Sa, =$ (S+ 1)/3. 
In tal modo, 
2 2 
F= — r PONS (S +1) — -pyr PONS? x 


x (S+1} È Jy 
q#0 


___e di qui ricaviamo infine la suscettività 


__ 4825 (S-14) N S (S+4) 
r= A a 2 Ja]. (72,17) 
qi 


Sottolineiamo che il segno del termine correttivo fra parentesi quadre 
dipende dal segno dell’integrale di scambio. 


PROBLEMI 


4. Trovare la parte magnetica del calore specifico del sistema descritto 
dall’operatore hamiltoniano (72,1) a temperature T > J. 

Soluzione. Il primo termine dello sviluppo del calore specifico in potenze 
di 1/7 proviene dal termine —£?/27 nell’energia libera (72,16). Calcolando 
nello stesso modo la media dell’operatore hamiltoniano (72,1), otteniamo 


1 ni S2 (541)? N 
tr de È JanS miS maS nisn 33 — 33 > Ti 


mg#n quo 


(poiché S;S, = S(S+1) è;,/3). Infine troviamo il calore specifico 
._ NS? (8-41)? 
È A 


Cmag a 672 
q#0 


in accordo con la formula (73,4) del volume V. 

2. Trascurando l’interazione fra gli spin, calcolare la magnetizzazione 
di un paramagnetico per un rapporto arbitrario fra B$ e 7. 

Soluzione. La somma statistica (per uno spin nel campo) è 


S 
z 289 5 \_ sh [289 (S +1/2)/7] 
~ 2 (78) sh GH”? 


Calcolando l'energia libera e derivandola rispetto a ©, troviamo la magnetize 
zazione 


Mr ô 7 BN ffs i)a BOSD A ap PÈ 
M=FT g az= 7 (S+7) sh REHA Dom PR} 
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(L. Brillouin, 1927). Per PBH < T questa espressione si trasforma nella (72,15). 
Nel limite inverso, per f9 > 7, la magnetizzazione tende al suo valore nomi- 
nale secondo la legge 


uS (inn (-D0)}. 


$ 73. Interazione dei magnoni 


È di notevole interesse metodologico la questione del contributo 
nella parte magnetica delle grandezze termodinamiche di un ferro- 
_ magnete, originato dall’interazione dei magnoni; ricordiamo che 
i calcoli al $ 74 erano basati sulla rappresentazione di un gas perfetto 
di magnoni non interagenti. Consideriamo questa questione per un 
sistema descritto dall’operatore hamiltoniano di spin di scam- 
bio (72,1). 

Cercando un contributo solo di un ordine più piccolo rispetto al 
rapporto piccolo T/T., possiamo limitarci alla sola interazione a cop- 
pie dei magnoni. Ciò vuol dire che si devono considerare stati bimagno- 
nici del sistema, nei quali la proiezione dello spin totale vale 
NS — 2. 

A questa proiezione corrispondono le funzioni d’onda 


Xnn = [4S psi DI! Stat (73,4) 
Xmn = (25) Sm-Sn-X%o mM; 


poiché gli operatori dello spin di atomi distinti sono commutativi, 
allora Xmn = %nm 1). Le funzioni (73,4) sono normalizzate dalla con- 
dizione XńnXmn = í che si verifica facilmente sviluppando il pro- 
dotto nello stesso modo con cui è stata provata la normalizzazione 
della funzione (72,9). Questo modo permette anche di provare che 
funzioni distinte Ymn sono mutuamente ortogonali. 

Le funzioni (73,1) non sono di per se stesse autofunzioni dell’ope- 
ratore hamiltoniano. Per quanto riguarda le funzioni degli stati 
stazionari bimagnonici del sistema, esse devono essere certe combi- 
nazioni lineari delle funzioni Xnm che scriviamo nella forma 


x= 5 VE WmnXmn + ` PnnXnn (73,2) 


m+n 


(poiché Ymn € Ynm è la stessa cosa, si deve anche porre Yma = Phm). 
La totalità dei coefficienti mn costituisce una funzione d'onda nella 
rappresentazione in cui i numeri degli atomi nel reticolo sono varia- 


bili indipendenti. Il fattore 1/V 2 nella prima somma dell’espressio- 
1) Se lo spin S = 1/2, la-doppia applicazione del medesimo operatore În- 


alla funzione Y dello stato fondamentale l’annulla. In questo caso, quindi, 
tutte le funzioni « diagonali > Xan = 0 
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ne (73,2) è stato introdotto affinché il quadrato del modulo | x |? sia, 
uguale alla somma J) | mn[®, nella quale ciascuna delle pmn distinte 
si incontrerebbe una sola volta. 

Allo stesso modo in cui è stata dedotta l’equazione (72,141) per le 
funzioni d’onda degli stati stazionari monomagnonici troviamo che’ 
le funzioni (73,2) devono verificare un’equazione analoga 


Pm sf è fa 
Ey = 5 Bag H, Sm-Sn-} Xot 


» SARI 3a 
+ x sises_pa Sn-Sn-} Xo (73,3) 
n 


dove ora € = E — E, è l'energia di due magnoni interagenti (e la 
parentesi {...} significa un commutatore). 

Sviluppiamo i commutaiori a secondo membro dell'equazione 
(73,3). A tale scopo osserviamo che 


{H, Sm-Sn-}={M, Sm-} Sa-+Sm_{}, $n-} 
e serviamoci delle espressioni (72,12) per i commutatori {f, Sn). 
In seguito, tenendo conto delle regole di commutazione (72,4), tra- 
sportiamo gli operatori S, nella posizione estrema destra, dove essi, 


agendo sulla funzione Xo, la moltiplicano per S. Come risultato 
otteniamo 


(Â, Sm-8n-}%0=S È Im (Sm-—S1-) Ŝa- + 


+ Int (Sn- — 1 -) m] Xo + 
+ õmn Ži IntSn-S1-%0 = TmaSm=Snz% + 468 m-Sn-%o; (73,4) 


per rendere più facile la scrittura delle formule, omettiamo le restri- 
zioni imposte agli indici di somma, e la sommatoria è estesa a tutti 
i valori l, ma inoltre è supposto che tutte le grandezze « diagonali » 
Ju siano nulle. 

Il procedimento ulteriore consiste nel sostituire la (73,4) nell'equa- 
zione (73,3) e nel rendere uguali i coefficienti delle funzioni Ymn 
identiche in ambedue i membri dell’uguaglianza. I calcoli sono”ele- 
mentari anche se abbastanza complessi. Come risultato essi condu- 
cono al seguente sistema di equazioni per le grandezze mn: 


(2JS— €) Pmn =$ Zi (Jim)n + JinPim) + 
+ JmnPmn ns As [Foa (Ymm + Pan) + 2ômn 2 Jimm], (73,5) 


dove 


aspe aa] 
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ed è stata introdotta la notazione J per la somma Y}Jn che è, evi- 
I 


dentemente, indipendente dall’indice n 1). 

Passiamo in questa equazione dalla rappresentazione delle coor- 
dinate (variabili indipendenti sono le coordinate degli atomi rn, rm) 
a quella degli impulsi, ponendo cioè 


dan = emn? Sp (K, k) emma, (73,6) 
k 


Il vettore K funge da quasi-impulso totale di due magnoni, e k da 


quasi-impulso del loro moto relativo; si somma su N valori discreti 
di k ammissibili per un reticolo di volume Nv (dove N è il numero di 
atomi nel reticolo, v il volume della sua cella elementare). Assieme 
a ‘mn si devono rappresentare sotto forma di serie di Fourier anche 
gli integrali di scambio: 


Jas 5 P ettm (k), I (k)= F Jone o (73,7) 
k 


n 


(siccome Jmn = Janm, allora J (k) = J ( — k)). 
Tralasciando i semplici calcoli intermedi, diamo subito il risul- 
tato finale della trasformazione dell'equazione (73,5): 


[e($ +e) (E) e ]oo + 


+ f U (K, k, k’) p (K, k’) F =0, (73,8) 


dove 
NU (K, k, k)= A| ($+k)+7($— k)+I($+k )+ 
+5($-k)] 3 Ek) (kk), (73,9) 


ed e (k) è l'energia di un magnone data dalla formula (72,13); la som- 
matoria su k’ è sostituita con l'integrazione su una cella del reticolo 
inverso. 

Quindi, il problema preciso (nei limiti dell'operatore hamiltonia- 
no (72,4)) degli stati bimagnonici del sistema si riduce alla soluzio- 
ne di un'equazione completamente' analoga a quella di Schrödinger 
per un sistema di due particelle nella rappresentazione degli impulsi 


1) Queste equazioni sono valide anche per il caso di spin S = !/, quando 
tutte le p,n sono arbitrarie. Sottolineiamo che per S = !/, tutte le grandezze 


+ diagonali » P n» scompaiono, in generale, dalle equazioni con m Æ n. Le 
equazioni con m = n si devono considerare in questo caso come semplicemente 
uon esistenti. 
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(cfr. III (130,4)). In questo caso le e (k) hanno il ruolo di energie 
cinetiche delle particelle, mentre il nucleo dell’equazione integrale 
U (K, k, k’) quello di elemento matriciaie dell’energia di interazione 
U fra le particelle per il passaggio (diffusione) dagli stati con gli 
impulsi k,, k, agli stati con gli imulsi k,, k,, dove 


k=+k, k=§-k, k=, kj=-$-k 


In questo senso è opportuno scrivere U (K, k, k’) nella forma 
NU (&;, ky; ky, ko) = Ag [J (k4) +5 (ko) +J (k)+J (k)l— 
-$J (kki) + (ly —kp)]. (73,40) 


Nel caso generale l’equazione (73,8-9) è molto complicata. Gi 
limitiamo al calcolo della correzione alle grandezze termodinamiche 
supponendo che S> 1. La semplicità di questo caso è dovuta al 
fatto che l'energia dei magnoni e (k) è proporzionale a S e la loro 
interazione V non dipende da S (per S>1 il coefficiente nella 
(73,9) As = 1/4). Pertanto si può considerare U come una piccola 
perturbazione. Allora la correzione ;nt (dall’interazione dei 
magnoni) al potenziale termodinamico £ verrà semplicemente 
determinata dalla media di U. Considerando l’ « elemento di matrice 
diagonale » 


U (ky ka; ky, ko) =p [Y (k) +J (ko) —J (ky —k)—J (0)), 
(73,11) 


noi calcoliamo così la media rispetto a uno stato con dati quasi- 
impulsi dei magnoni. In seguito, la media statistica rispetto alla 
distribuzione d’equilibrio dei magnoni si ottiene per integrazione 


V2d3k,d8k 
Omt = fre (ki) n (ka) U (ko ka; ko k) ESTE, (73,12) 


dove n (k) = [exp (e (k)/T) — 14]! è la funzione di distribuzione 
di Bose. 

A temperature basse l'integrale è definito dal dominio dei k,, ka 
piccoli per cui tutte le e (k) e J (k) si devono sviluppare in potenze 
di k. Allora e (k) viene data dall'espressione quadratica (72,14). 
Essendo J (k) funzione pari di k, i primi termini del suo sviluppo 


J (k) = J (0) + irki kr 
sono anch'essi quadratici. Allora 


4 
U (ki, ka; ky; ko) = Girksikor 
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Ma sostituendo questa espressione dispari in k, e k, nella (73,12), 
l'integrale si annulla in seguito al calcolo della media nelle direzio- 
ni k, e k}. 

Questa è la ragione per cui nello sviluppo di Y (k) si deve tener 
conto dei termini del quarto ordine; come risultato la funzione 
U (ky, ka; kı, ka) nell’integrale (73,12) diventa una forma di quarto 
grado, mentre un contributo non nullo nell’integrale proviene dai 
termini di questa forma, quadratici in k, e ks. Data la rapida con- 
vergenza, l’integrazione può essere estesa a tutto lo spazio k. Allora 
la sostituzione di variabili k = kV T ci permette di vedere che la 
dipendenza di Qing da 7 e $ ha la forma 


Qin = VT (6/7), (73,13) 


dove f (0) e f’ (0) sono finiti. Ne consegue che il termine correttivo 
nella magnetizzazione vale 


1 89 
Mint = — 7 S ba" costante. 7*. (73,14) 


Alla stessa legge ubbidisce il termine correttivo nel calore spe- 
cifico 1). 

Vediamo che l’interazione fra i magnoni conduce a correzioni 
alle grandezze termodinamiche solo in un’approssimazione di ordine 
superiore rispetto a T/T.. Ricordiamo che i termini fondamentali nel- 
la magnetizzazione e nella parte magnetica del calore specifico seguo- 
no la legge 7*?. Fra questi termini e le correzioni di Qing esistono 
ancora dei termini proporzionali a 7%? e 77/2? che provengono dai 
termini successivi dello sviluppo dell’energia di magnoni e (k) in 
potenze k?. 

Le equazioni ottenute permettono di studiare anche la questione 
degli stati legati di due magnoni. Questi stati si rivelano come 
autovalori discreti (per K dato) dell’equazione (73,8). Questi auto- 
valori € (K), quali funzioni della variabile K rappresentano nuovi 
rami delle eccitazioni elementari nel sistema. Lo studio dimostra, 
tuttavia, che questi stati esistono solo per K sufficientemente grandi; 
comunque essi non incidono sulle grandezze termodinamiche del 
ferromagnete a temperature basse ?). 


1) Questi risultati (nel caso generale di spin arbitrario) sono stati ottenuti 
originariamente da F. Dyson (1956). Nel dedurre l’equazione (73,5) abbiamo 
seguito soprattutto il metodo di R. J. Boyd e J. Callaway (1965). 

2) Si veda M. Wortis, Phys. Rev. 132, 85 (1963). Si tratta del reticolo 
tridimensionale. Nei casi bi- e unidimensionale gli stati legati magnonici 
esistono per tutti i valori di k. 
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PROBLEMA 


Partendo dall’ipotesi S > 1, trovare le correzioni per l'interazione fra 
i magnoni alla magnetizzazione e al calore specifico di un reticolo cubico, 
in cui gli integrali di scambio sono diversi da zero per le sole coppie di atomi 
vicini (lungo gli assi cubici). 

Soluzione. Ogni atomo ha sei atomi vicini. In base alla definizione (73,7) 
troviamo 


J (k) = 2J, (cos k,a+ cos kya+ cos ka), 


dove J, è l'integrale di scambio per una coppia di atomi vicini e a la lunghezza 
dello spigolo del reticolo cubico. Per k piccoli abbiamo 


J= [2-01 +15 (et+k5+45 ] ; 
di qui 


33 J 
U (ki, ka; ki, ko) = — > (EA ELA) 


(sono omessi i termini dispari in k, e k:). L’energia del magnone, in accordo 
con la formula (72,14), è 


e (k) = 570424? + 289. 
Il calcolo dell’integrale (73,12) dà i seguenti risultati: 


Mint _ 374 (3/2) ¢ (5/2) VA __15n22 (5/2) N Tx 
pica ( =), Cm= 3 “= () 


($ è una funzione). 


$ 74. Magnoni in un antiferromagnete 


La caratteristica dei materiali antiferromagnetici è che i momen- 
ti magnetici di tutti gli elettroni, nei limiti di ogni cella elementare 
del reticolo cristallino, sono reciprocamente compensati (nello stato 
d’equilibrio in assenza di campo magnetico). La densità del momento 
magnetico è distribuita, a rigore, in tutto il volume della cella. Ma 
nei cristalli dei dielettrici antiferromagnetici si può supporre con 
buona approssimazione che questa densità sia localizzata in atomi 
singoli in modo che a ciascuno di essi si può attribuire un momento 
magnetico determinato. Questi momenti, che si ripetono periodica- 
mente in tutte le celle, creano sottoreticoli magnetici degli antifer- 
romagneti. 

I diversi antiferromagneti sono molto diversi per la loro struttura. 
Consideriamo la questione del loro spettro energetico magnetico 
con un esempio tipico di cristallo con due atomi magnetici disposti 
nei punti equivalenti di ogni cella elementare (cioè in punti che si 
trasformano l’uno nell’altro per certe trasformazioni della simme- 
tria cristallografica). Indichiamo con M, e M, le densità medie dei 
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momenti magnetici formati da questi atomi dei sottoreticoli ed 
introduciamo i due vettori 


M=M,+M,, L=M,—M, (74,4) 


Nello stato fondamentale dell’antiferromagnete M = 0, L 0, 
mentre un ferromagnete avrebbe M #0, L= 0. Sottolineiamo la 
differenza sostanziale fra gli stati fodamentali in ambedue i casi. 
Nell’approssimazione di scambio, nello stato fondamentale del fer- 
romagnete le proiezioni degli spin di tutti gli atomi magnetici hanno 
dei valori (massimi possibili) S, = S cui corrisponde il valore nomi- 


— nale della magnetizzazione M. Nello stato fondamentale dell’antifer- - .. 


romagnete, invece, le magnetizzazioni dei sottoreticoli non possono 
avere evidentemente i loro valori nominali poiché le proiezioni totali 
degli spin di ciascun sottoreticolo separato non sono (neanche nel- 
l’approssimazione di scambio) grandezze conservative e perciò non 
hanno valori determinati (nello stato stazionario). Le proiezioni 
degli spin dei singoli atomi non hanno, a maggior ragione, valori 
__determinati. 
La forma delle « equazioni del moto » macroscopiche dei vettori 
L e Msi stabilisce analogamente a quanto è stato fatto al $ 69 per 
un ferromagnete. La condizione di mancanza di dissipazione ne im- 
plica un’altra, secondo la quale, in virtù delle equazioni del moto, si 
verifica l’uguaglianza 


dř aL ðM 
-gn u t Hu V= (742) 
dove i «campi efficaci» H, e Hy sono dati dall'espressione 
ôř= — {(H,6L+ Hy,6M) aV __ (74,3) 


della variazione dell’energia libera al variare di L e M; in equilibrio 
si ha H; =Hy=0 : 

Nell’approssimazione di scambio le equazioni cercate devono 
essere invarianti per la rotazione contemporanea di tutti i momenti 
magnetici rispetto al reticolo cristallino. Di qui, oltre all’equivalenza 
cristallografica delle posizioni di due atomi magnetici nella cella, 
deriva anche la necessità dell’invarianza rispetto alla permutazione 
di M, e M,, cioè rispetto alla trasformazione L + —L, M+ M. 
Poiché l’energia libera è invariante, per questa trasformazione risul- 
ta anche Hr—> —H;, e Hm — Hy. 

Considerando le piccole oscillazioni dei momenti magnetici, ponia- 
mo L= L, +1, M = m, dove l e m sono due grandezze piccole. 
Nell’approssimazione lineare, le equazioni del moto soddisfacenti 
alle suddette condizioni hanno la forma 

al ð 


= YHn], S= H], (74,4) 
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dove v è il vettore unità nella direzione d’'’equilibrio del vettore Lo; 
la trasformazione L -> —L significa che v -> —v. Qui si è tenuto 
conto che le grandezze Hz e Hy si annullano in equilibrio e sono 
lineari rispetto a l e m, mentre v è l’unico vettore costante a nostra 
disposizione. Per analogia con il $ 69 il coefficiente y si può scrivere 
come segue: y = (g | e |/2mc) Lo; tuttavia, a differenza del ferromagne- 
te, ora g = 2 anche trascurando gli effetti relativistici. Per oscilla- 
zioni monocromatiche 01/08 = —iol, ..., e allora i vettori 1 em 
definiti dalle equazioni (74,4) sono perpendicolari a v. Nell’appros- 
simazione in questione ciò vuol dire che il vettore L compie una 
precessione attorno alla direzione v rimanendo costante in modulo: 
La Lo. 

Per definire i campi efficaci Hz e Hy si deve stabilire la forma 
dell’energia libera del cristallo. In questo caso dobbiamo limitarci 
ai termini del secondo ordine rispetto alle grandezze piccole 1 e m; 
quanto ai termini contenenti le derivate di queste grandezze rispetto 
alle coordinate, consideriamo quelli di ordine non superiore al secon- 
do rispetto al vettore d’onda delle oscillazioni, la cui lunghezza d’on- 
da è supposta grande (come al $ 70) rispetto alla costante del reticolo. 
Nell’approssimazione di scambio l’energia libera deve essere invarian- 
te per rotazioni contemporanee di tutti i momenti magnetici 
e anche per cambiamento di segno di L. L'espressione che soddisfa 
tutte le condizioni imposte ha la forma 


Ream = | {25+ +3 (mi — 19) +3a Qik = da} 
(74,5) 


dove l’asse z si può considerare diretto lungo v (in modo che il cam- 
biamento di segno di v significa anche quello di z); il coefficiente 
a >Q0, poiché in equilibrio deve essere m = 0. Qui manca il termine 
in l? in quanto la sua esistenza significherebbe la dipendenza dell’ener- 
gia dalla direzione del vettore L — L, + 1 nel cristallo, che manca 
nell’approssimazione di scambio. Il termine contenente la somma 
m 01/02 + l ôm/ðz si riduce a una derivata totale e scomparirebbe per 
integrazione sul volume. Infine, i termini quadratici nelle derivate 
dm/dx; si possono trascurare in quanto piccoli a priori rispetto al 
termine in m?. Facendo variare l’integrale (74,5) (ed integrandolo 
per parti), gn 
021 

dx; dxk 


Hr=bT +01 35» Hu=—am-bd, (74,6) 


Per un'onda di spin monocromatica piana le equazioni del moto 
(74,4) danno ora 
—iol= — ya [mvy]— ik,yb [IM], 


—iom=ik,yb [mv] — vo (n) £? [Iv], ao 
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dove nuovamente (così come al $ 70) œ (n) = airnn, en èil vettore 
unità diretto nella direzione k. Moltiplicando la prima di queste 
equazioni vettorialmente per v, otteniamo 


yam = — io [lv] — ik_yBl, (74,8) 


mentre la sostituzione di questa espressione nella seconda equazione 
ci conduce immediatamente alla seguente legge di dispersione delle 
onde di spin: 


Q= yk laa-(n) — 8? (vn)?]!/2, (74,9) 


In tal modo, la frequenza delle onde di spin e, quindi, l'energia dei 
magnoni e = fo in un materiale antiferromagnetico, nell’approssi- 
mazione di scambio, sono proporzionali a k e non a k? come nel fer- 
romagnete 1). 

‘Le equazioni (74,7) stabiliscono un legame univoco fra l e m, ma 
le due componenti di 1l (nel piano perpendicolare a v) restano arbi- 
trarie. Ciò significa che le onde di spin nell’antiferromagnete conside- 
rato hanno due direzioni di polarizzazione indipendenti. 

Per tener conto dell’anisotropia magnetica occorre avanzare delle 
ipotesi più concrete circa il carattere di simmetria del cristallo. 
Supponiamo che il cristallo abbia simmetria monoassiale e che la 
direzione d’equilibrio L coincida con l’asse di simmetria 2). 

Dalla relazione (74,8) si vede che il vettore m nell'onda di spin 
è piccolo rispetto a l, in quanto ha una potenza in più del piccolo 
vettore d'onda k. In questo senso il campo efficace Hy > Hz. Per 
questa ragione è sufficiente tener conto dell’anisotropia legata al 
vettore 1l. Con le suddette ipotesi la densità di questa energia Uan = 
= K1?/2, dove K >Q0. Il suo calcolo implica la comparsa del termi- 
ne addizionale —K1 nel campo efficace Hz, il quale per un'onda 
piana diventa uguale a 


H, = ik,bm — [a (n) k + KIL (74,10) 


Si vede di qui che, tenendo conto dell’anisotropia, la legge di disper- 
sione delle onde di spin si deduce dalla (74,9) sostituendovi ak? 


1) Questa legge di dispersione per gli antiferromagneti è stata dedotta 
originariamente da L. Hulthén (1936). La deduzione basata sulla considerazione 
‘macroscopica della magnetizzazione dei sottoreticoli appartiene a M. I. Kaga- 
nov e V. M. Tsukernik (1958). 

2) Di questo tipo è l’antiferromagnete FeCO; avente reticolo romboedrico 
(classe cristallina Daq) con due ioni Fe nella cella elementare. I momenti ma- 
gnetici di questi ioni hanno direzioni opposte lungo l’asse di simmetria del 
terzo ordine (asse z). 
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con ak? + K. Come risultato, per k + 0, l'energia dei magnoni ten- 
derà non a zero, bensì alla grandezza finita 1) 


e(0)=Ay Vak (74,11) 


(Ch. Kittel, 1951). Sottolineiamo che la fessura nello spettro risulta 
essere proporzionale alla radice della costante di anisotropia (anziché 
alla sua potenza prima come nella (70,12)). Poiché la piccolezza degli 
effetti relativistici è espressa dalla piccolezza relativa della costante 
di anisotropia, in un antiferromagnete questi effetti, in generale, 
rivestono maggiore importanza che in un ferromagnete. 

Il contributo magnonico all'energia interna degli antiferromagne- 
ti si calcola mediante la formula (71,3). Nel dominio delle tempera- 
ture e (0)<« T< Tx (Ty è la temperatura di scomparsa dell’anti- 
ferromagnetismo, il punto di Néel) si può usare lo spettro (74,9). In 
un cristallo monocassiale si ha 


© = ya? [a, (kå + kê) + akil? œ, = a — ba. 
Il calcolo dell’integrale (71,3) conduce al seguente risultato, espri- 
mente il contributo magnonico al calore specifico: 


- 45278 
Cmag = V TERA GIA: (74,12) 
Alle temperature T7< e (0), il contributo magnonico alle gran- 
dezze termodinamiche è esponenzialmente piccolo, 


i 1) Spesso la frequenza w (0) = 8 (0)/% si chiama risonanza antiferromagne- 
4. 
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FLUTTUAZIONI ELETTROMAGNETICHE 


$ 75. Funzione di Green del fotone in un mezzo 


Iniziando lo studio delle proprietà statistiche del campo elettro- 
magnetico nei mezzi materiali, ricordiamo anzitutto cosa significa 
l'operazione di media cui vanno sottoposte le grandezze elettromagne- 
tiche in elettrodinamica macroscopica. 

Se, per maggiore evidenza, si parte dal punto di vista classico, 
si può fare una distinzione fra la media rispetto a un volume fisica- 
mente infintesimale per una data disposizione di tutte le particelle 
in esso e, in seguito, la media della grandezza ottenuta rispetto al 
moto delle particelle. Nelle equazioni di Maxwell dell’elettrodina- 
mica macroscopica figurano grandezze la cui media è completamente 
calcolata. Considerando invece le fluttuazioni del campo, si tratta 
di oscillazioni nel tempo di grandezze, la cui media è calcolata solo 
rispetto a volumi fisicamente infinitesimali. 

È ovvio che dal punto di vista quantomeccanico si può parlare 
della media rispetto al volume non della grandezza fisica stessa, bensì — 
del suo operatore; il secondo passo del procedimento consiste nel 
determinare la media di questo operatore mediante le probabilità 
quantomeccaniche. Gli operatori di campo che figurano nel presente 
capitolo saranno intesi unicamente come medie nel primo senso. 

Le proprietà statistiche della radiazione elettromagnetica in un 
mezzo materiale sono descritte dalla funzione di Green del fotone in 
un mezzo. Per i fotoni sono gli operatori dei potenziali del campo 
elettromagnetico a fungere da operatori p. Le funzioni fotoniche di 
Green sono definite mediante questi operatori allo stesso modo come 
sono definite per le particelle mediante gli operatori ip. 

I potenziali del campo sono dei quadrivettori AP = (A°, A), 
dove A° = ọ è un potenziale scalare e A quello vettoriale. La deter- 
minazione di questi operatori in elettrodinamica classica non è univo- 
ca: essi ammettono la cosiddetta trasformazione di gauge che non 
incide affatto su nessuna grandezza osservabile (si veda II, § 18). 
Rispettivamente la stessa determinazione non univoca ha luogo in 
elettrodinamica quantistica per gli operatori del campo e, quindi, 
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per le funzioni fotoniche di Green. Useremo la trasformazione di 
gauge per la quale il potenziale scalare sia nullo: 


A°=9=0 (75,4) 


in modo che il campo sia definito dal solo potenziale vettoriale. 
Questa trasformazione di gauge risulta essere comoda per problemi, 
che riguardano l'interazione fra il campo elettromagnetico e le 
particelle non relativistiche, come avviene per il campo nei mezzi 
materiali comuni. 

La funzione di Green in questa trasformazione di gauge è un ten- 
sore tridimensionale di secondo rango, - 


Dir (Xu Xa) = —i (TA: (X3) An (Xa)) (75,2) 


{i, k = z, y, z sono indici vettoriali tridimensionali), dove la paren- 
tesi angolare significa (come nell'espressione (36,1)) la media secondo 
la distribuzione di Gibbs per il sistema composto del mezzo insieme 
con la radiazione in equilibrio in esso; poiché i fotoni sono dei 
bosoni, la permutazione degli operatori Á; e Âp per cronologizzazione 
non implica il cambiamento di segno nel prodotto. Ricordiamo anche 
che gli operatori Á; sono autoconiugati (il che esprime la neutralità 
propria del fotone); questa è la ragione per cui nell’espressione (75,2) 
non si fa distinzione fra A; e Aj 1). 

Come nozione primaria per la costruzione di tutte le forme delle 
funzioni fotoniche di Green si deve ricorrere, però, non al tensore 
(75,2), bensì alla funzione ritardata di Green definita come segue: 


(DR, (Xn X)= (o n + (X3) — Ax (X2) 44 (Xd) ti >ta (75,3) 


(il segno negativo fra i due termini tra parentesi angolare corrisponde 
alla definizione (36,19) per la statistica di Bose). 

Per un sistema chiuso la funzione di Green dipende dagli istanti 
tı, t, soltanto attraverso la differenza t = t, — ty. Per quanto riguar- 
da le coordinate r,, rą, nel caso generale di un mezzo non omogeneo 
esse figurano nella funzione indipendentemente l'una dall'altra: 
DÎ, (t; rı, r2). Corrispondentemente questa funzione sarà soggetta 


1) Nel caso generale di una trasformazione di gauge arbitraria dei poten- 
ziali la funzione fotonica di Green è un quadritensore Duy (mentre. nella tra- 
sformazione di gauge (75,1) Doo = 0, Dei = 0). Le proprietà generali tensoriali 
e di gauge della funzione fotonica di Green in statistica sono le stesse che in 
elettrodinamica quantistica del campo nel vuoto. È da notare che la defini- 
zione (75,2) differisce per segno da quella accettata nel volume IV. Essa cor- 
risponde qui univocamente alla definizione delle funzioni di Green degli altri 
bosoni (compresi i fononi). 
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allo sviluppo di Fourier soltanto rispetto al tempo; la componente di 
questo sviluppo è 


00 


DE, (0; ro ra) = JeDa (t; r4, T4) dt. (75,4) 


Considerando le grandezze, le cui medie sono calcolate su volumi 
fisicamente infinitesimali, noi ci limitiamo, quindi, all'esame della 
parte di radiazione ad onde lunghe in cui i vettori d’onda dei fotoni 
soddisfano la condizione 


ka<1° — (75,9) 


(a sono le distanze interatomiche nel mezzo). In questo dominio di 
frequenze la funzione fotonica di Green può essere espressa mediante 
altre caratteristiche macroscopiche del mezzo, ossia mediante le 
permeabilità dielettrica e magnetica € (0) e p (0). gi 
A tale scopo scriviamo l'operatore di interazione del campo elet- 
tromagnetico con il mezzo, 


p= A f jA d'z, (75,6) 


dove j è l'operatore di densità del campo elettrico creato dalle parti- 
celle del mezzo 1). Se al mezzo si applica una corrente classica « colla- 
terale » į (t, r), essa sarà legata all'operatore di interazione 
ve -4f i(t, r) À dir. (75,7) 
Questa espressione consente di stabilire un legame con la teoria gene- 
rale della reazione di un sistema macroscopico a un'azione esterna. 
Ricordiamo che in questa teoria (si veda V, $ 125) figurava una 
serie discreta di grandezze x, (a = 1, 2, . . .) che caratterizzano il 
comportamento del sistema sotto l'influsso di determinate forze 
esterne. Questi influssi vengono descritti da « forze perturbatrici » 
fa (t) tali che l’operatore dell’energia di interazione ha la forma 


= = fafa» 
a 


1) Si veda IV, § 53 (dove la corrente è indicata con ej, vale a dire che la 
carica elementare e veniva esclusa dalla definizione di į). L'operatore (75,6) 
suppone che per l'operatore di corrente sia utilizzata l’espressione relativistica. 
Nei problemi non relativistici si possono trascurare negli operatori + (in base 
ai quali è costruito l'operatore di corrente j) i termini legati alle frequenze - 
negative, cioè alle antiparticelle. Ciò significa, in particolare, la possibilità 
di trascurare le correzioni di radiazione che modificano la funzione fotonica di 
Green nel vuoto a causa della generazione virtuale di coppie elettrone-positrone. 
Queste correzioni sono trascurabilmente piccole per lunghezze d'onda À > k/me, 
condizione soddisfatta a priori nel dominio (75,5). 
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dove x, sono gli operatori delle grandezze zx. I valori medi za (t), 
che si stabiliscono sotto l'influsso della perturbazione, rappresentano 
funzionali lineari delle forze fa (t). Questo legame per le componenti 
di Fourier di tutte le grandezze si scrive nella forma 


di, = > Zab (0) fio 


(si è supposto che in assenza di perturbazione si abbia z, = 0). 
I coefficienti œas in queste relazioni si chiamano suscettività generaliz- 
_ zate del sistema. Se le due grandezze z, e z, si comportano allo stesso 
modo nei confronti dell’inversione del tempo e se il corpo non è ma- 
gneticamente attivo (cioè non gode di struttura magnetica e non si trova 
in un campo magnetico), allora le grandezze a,; sono simmetriche 
rispetto ai loro indici. 

Qui avremo a che fare con grandezze f, e 7, aventi un carattere 
distribuito, funzioni delle coordinate r di un punto del corpo. In 


questo caso l’espressione di } si deve scrivere nella forma 
D=-% f fa (t, T) 2a (t, r) d’z, (75,8) 
a 
e la relazione fra le medie Za e le forze fa come segue: 
Fao (1) = J; {cas (0; £, 1°) fop (1°) dè. (75,9) 
b 


Le suscettività generalizzate diventano ora funzioni delle coordinate 
di due punti nel corpo e la loro simmetria viene espressa dall’ugua- 
glianza 


Cab (05 T, 1°) = Aba (0; r',r). (75,10) 


In accordo con la formula di Cubo (si veda V (126,9)), le suscetti-. 
vità si esprimono mediante le medie dei commutatori degli operatori. 
di Heisenberg za (t, r): 

Cab (0; r, r')= 
[e 
i { etot (Ta (t, r) 23 (0, r')— 2, (0, r’) Ta (t, ))dt. (75,11) 
ò 


Consideriamo ora in qualità di « forze» f, le componenti del vetto- 
re di corrente j. Si vede allora dal confronto fra le espressioni (75,7) 
e (75,8) che le grandezze corrispondenti a z, saranno le componenti 
del potenziale vettoriale del campo A/c. Dal confronto, invece, fra la. 
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formula (75,11) e la definizione (75,3-4) si vede che le suscettività 

generalizzate xa» (©; r, r’) coincidono con le componenti del tensore 
— DÈ (0; r, r')/hc2. 


In virtù della (75,10) di qui segue immediatamente (per mezzi 
magneticamente inattivi) che ; 


DÈ, (0; r, r’) = Di; (@; r’, r). (75,12) 


Quanto alle relazioni (75,9), esse diventano 


= 41 Ni ' ' 
Aro (1) == | DR (01,1) jro Ee (98,48) 


La media A non rappresenta altro che il potenziale vettoriale 
«del campo elettromagnetico macroscopico (la cui media è completa- 
mente calcolata; si veda l’inizio del paragrafo) del mezzo; più avanti 
-‘ometteremo il trattino sopra A (così come sopra le altre grandezze 
macroscopiche). Ricordiamo ora che il campo macroscopico creato 
{dalla corrente classica j verifica l'equazione di Maxwell 


rot Ho = 5 jo — Dy 


dove D indica l’induzione elettrica; nel caso generale di un mezzo 
anisotropo, D, è legata all'intensità E, dalla relazione Dio = 
= £; (0) Ero; se il mezzo non è omogeneo, il tensore della permea- 
‘bilità dielettrica è anche funzione delle coordinate: €; (œ, r). 
Nella trasformazione di gauge dei potenziali (75,1) abbiamo 


Ba =rot Ao, Eo =i Ao; 75,14) 
e 


-dove B è l’induzione magnetica legata all'intensità H dalle relazio- 
ni Bio = Hirlro !). Pertanto otteniamo la seguente equazione 
‘esprimente il potenziale ?): 
1 w? 4n, 
| rotin (Hmn rotar) — -r enn | Aro =- Îi0» 
‘Sostituendovi A, nella forma (75,13) troviamo che la funzione DÈ 
deve soddisfare l’equazione 
7 -1 0? R $ , 
| rOtim (imm rOtni) — -7 eu] Dir (0; r, r')= 
= — 4n; (r— r’). (75,15) 
1) Ricordiamo che in elettrodinamica macroscopica sì suole indicare con E 
la media dell’intensità elettrica microscopica e con B la media dell'intensità 
magnetica, detta induzione magnetica. 


2) Qui e più avanti usiamo la notazione rot;, = eiki 0/9, dove eip; è uno 
pseudotensore antisimmetrico unitario. Inoltre (rot A); = rot;;4,. 
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Questa equazione si semplifica molto per mezzi isotropi (in ogni 
suo elemento di volume) quando i tensori €; e p;p si riducono a sca- 
lari. La permeabilità magnetica è di solito vicina a 1, e più avanti 
in questo paragrafo la supporremo uguale a 1. Ponendo e; = 86;x 
e Uir = dix, otteniamo l'equazione 


a? 2 . 
lai dA du Le (0; r)] DA (0; r, M)= 


= — 466,6 (r — r’). (75,16) 


In tal modo, il calcolo della funzione ritardata di Green per un 
r'ezzo non omogeneo si riduce alla risoluzione di un'equazione diffe- 
renziale (Z. E. DzjaloSinskij, L. P. Pitaevskij, 1959) 1). 

Sulle frontiere fra mezzi diversi le componenti del tensore DE 
devono soddisfare certe condizioni. Nell’equazione (75,16) la seconda 
variabile r’ e il secondo indice % non prendono parte alle operazioni 
differenziali o algebriche, alle quali va sottoposto il tensore DE, 
vale a dire che fungono unicamente da parametri. Pertanto le condi- 
zioni al contorno devono riguardare soltanto le coordinate r della 
funzione DE (©; r, r') considerata come vettore rispetto all'indice Z. 
Queste condizioni corrispondono a quelle note dall’elettrodinamica 
macroscopica che richiedono la continuità delle componenti tangen- 


ziali di E e H?). Poiché E = — Ae, in questo caso da vettore E fun- 
ge la derivata 


1 a 
— <P Di (t; r, r’) 
o, in componenti di Fourier, 
i Dik (0; r, r’). (75,17) 


Analogamente da vettore H (coincidente con B per p = 1) funge 
rotuDiz (0; r, r’). (75,18) 


Nel caso di un mezzo spaziale omogeneo illimitato la funzione 
DE dipende dalla sola differenza r — r’. Per le componenti dello 


1) Notiamo che D RA risulta funzione di Green delle equazioni di Maxwell 
nel senso noto dalla fisica matematica, ossia soluzione delle equazioni del 
campo con sorgente puntuale, soddisfacente la condizione di ritardo (la fun_ 
zione di anticipo DE verificherebbe la stessa equazione con e* in luogo di e), 

2) Le condizioni al contorno per le componenti normali di B e D nel dato 
caso non forniscono niente di nuovo, poiché nel campo variabile con il tempo 
‘come e-iot, le equazioni div D = 0, div B = 0 sono conseguenza delle equazioni 
rot E = iwB/c, rot H = —ioD/c. 
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sviluppo di Fourier in questa differenza l’equazione differenziale 
(75,16) si riduce a un sistema di equazioni algebriche 


z [k kı—ôuk’+ 810 e (0) | Di (o, k)=ôm (75,19) 


La soluzione di queste equazioni è 


DR a 4ni c?kikk 
ik (0, h= arl ia- già z (75,20) 


. [n accordo con la formula (36,21), la funzione di Green Dix per 
un mezzo omogeneo si esprime mediante la funzione ritardata di 
Green con la formula 


Din (0, k)=Re Di (0, k)+i ethe- ao Im Dih (0, k). (75,241) 


Per 7-+0 questa formula dà 
Din (0, k) = Re DÈ (0, k).+ i signo-ImDE (o, k). (75,22) 


La funzione DÈ è data dall'espressione (75,20); tenendo conto che 
Re e (œ) è funzione pari di œ ed Im e (œ) funzione dispari, troviamo 
che per T = 0 


Dix (0, k) = DE (10 |, k). (75,23) 
Nel vuoto e (0) = 1. Ma siccome in ogni mezzo materiale 


Im e (œ) >0 per œ >Q, allora al vuoto corrisponde il passaggio al 
limite e —— 1 + i0. In questo caso si ottiene l’espressione 


4h c?kik 
10 ik 
DW (©, k)= 02/2 — k? i0 (Sn o? ) 


coincidente con un noto risultato dell’elettrodinamica quantistica 
(si veda IV, $ 77). 


$ 76. Fluttuazioni del campo elettromagnetico 


x 


Come è stato sottolineato all’inizio del paragrafo precedente, 
nell’esaminare le fluttuazioni del campo elettromagnetico si parla 
delle oscillazioni nel tempo di grandezze, le cui medie sono calcolate 
soltanto secondo elementi di volume fisicamente infinitesimali 
(e non secondo il moto delle particelle in esso). Nello stesso senso vanno 
intesi anche gli operatori quantomeccanici di queste grandezze. 

Le formule fondamentali della teoria delle fluttuazioni elettro- 
magnetiche si possono scrivere immediatamente partendo dalle 
formule generali del teorema della fluttuazione dissipativa (V, $ 125). 
Ricordiamo che per un insieme discreto di grandezze fluttuantifz, 
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la distribuzione spettrale delle fluttuazioni si esprime in funzione 
delle suscettività generalizzate &a» (0) con la formula 


ih ho 
(Zab) = (Cla — Zab) Cth 7, 


dove la grandezza stessa (r.7»)o rappresenta ia componente di Fourier 
rispetto al tempo della funzione di correlazione 


Par (t) = (Za (020 (0)+23 (0) Za (6) 


e f, (t) sono gli operatori di Heisenberg delle grandezze z,. Nel 
caso di grandezze x, (r) distribuite (funzione delle coordinate di 
punto nel corpo) questa formula si scrive come segue: 


(ax Po = eth} 20 2 lafa (0; Ta, Ty) — Cab (0; Ti r2)], (76,1) 


dove gli indici (1) o (2) significano che il valore della grandezza 
è calcolato nel punto r, O r3. 

Abbiamo mostrato al paragrafo precedente che, se come grandez- 
ze Za fungono le componenti del potenziale vettoriale A (r)/c, le 
suscettività generalizzate corrispondenti saranno rappresentate dalle 
componenti tensoriali — DE (0; r, r3)/fc®. Perciò otteniamo immedia- 
tamente 


(AP AP) = cth Ao T {Dik (0; ra 12) IDR (0; ra, r,)1*}. (76,2) 


Le funzioni spettrali esprimenti le fluttuazioni delle intensità del 
campo si ricavano dalla (76,2) con un semplice metodo. Supponiamo 
che på (ti, rı; ta, ro) sia la funzione di correlazione che esprime le 


fluttuazioni del potenziale vettoriale; l’espressione (76,2) è la com- 
ponente dello sviluppo di Fourier di questa funzione nella differenza 
t = t, — ty. Poiché l’intensità elettrica è 

E=— Ale, 
la stessa funzione per le componenti di E è 


E 1 8 a__ č ia 
Pik =T di, di, VT Tra gea DIR 


-O nelle componenti di Fourier, 


(EPEP)o =F (AAP) (76,3) 
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Analogamente, tenendo conto del legame B = rot A, otteniamo 


(BP BP)a =rotiP roti, (APAR )a (10:4) 
(EP BP)o = g rota (APAR o» (05) 


Esprimendo le funzioni di correlazione delle fluttuazioni elettromagne- 
tiche mediante, la funzione ritardata di Green, le formule (76,2-5) 
riducono il problema del loro calcolo alla risoluzione dell’equazione 
differenziale (75,15) o (75,16) con condizioni al contorno appropriate 
sulle frontiere date dei corpi !). 

Supporremo più avanti che il mezzo sia magneticamente inattivo. 
Allora la funzione DE gode della proprietà di simmetria (75,12) 


e l’espressione (76,2) diventa 


(AAP) = — cth Ži Im DE (0; ro r). (76,6) 


Sottolineiamo che l’espressione (76,6) è reale, e con essa sono reali 
anche le (76,3-4), mentre la (76,5) è immaginaria. Ciò vuol dire che 
le funzioni di correlazione temporale delle componenti di E e di quel- 
le di B sono mutuamente pari rispetto al tempo £ = t, — t, (come 
deve essere per la correlazione fra grandezze che sono tutte e due pari 
o dispari rispetto all’inversione del tempo). Quanto alla funzione 
di correlazione temporale delle componenti di E con quelle di B, 
essa è dispari (come deve essere per due grandezze di cui una è pari 
e l’altra dispari rispetto all’inversione del tempo). Ne consegue che 
i valori di È e B allo stesso istante non sono injcorrelazione tra loro 
(la funzione dispari di # si annulla per t = 0). Assieme alla funzione 
di correlazione si annullano anche i valori medi di qualsiasi espressi- 
one bilineare in E e B (calcolata allo stesso istante), ad esempio, del 
vettore difPoynting. Quest'ultima circostanza è evidente a priori: 
in un corpo in equilibrio termico ed invariante rispetto all’inversione 
del tempo non possono esistere flussi macroscopici interni di energia. 


$ 77. Fluttuazioni elettromagnetiche 
in un mezzo illimitato 


In un mezzo omogeneo illimitato le funzioni Dix (6; r1, ra) dipea-. 
dono unicamente dalla differenza r = r, — r, e sono, fra l’altro, 
pari in questa variabile (l'equazione (75,15) contiene soltanto le deri- 
vate seconde rispetto alle coordinate per cui Di, (0; r) e Dix (0; —r) 


1) La teoria delle fluttuazioni elettromagnetiche è stata sviluppata in 
un'altra forma da S. M. Rytov (1953), e nella forma equivalente alle (76,2-5) 
da M. L. Levin e S. M. Rytov (1967). 
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verificano la medesima equazione). Considerando le componenti di 
Fourier in r in ambedue i membri dell’uguaglianza (76,2) otteniamo 


(AAP) = l + eth 32 {Dih (0, k) — [Dr (0, k)}*}. (77,1) 


Per mezzi magneticamente inattivi questa formula, tenendo conto 
della (75,12), si scrive come segue: 


(AP AP) = —cth 22 Im DÄ (@, k). (77,2) 


‘In un mezzo isotropo non magnetico (p = 1) la funzione DR (0, 
k) è data dalla formula (75,20). Quanto al problema della definizio- 
ne della funzione di correlazione; spaziale delle fluttuazioni, esso si 
riduce a’ calcolo dell’integrale' 


i dk 
Di (0; 1) = | DE (0, bee. (77,8) 
L'integrazione si realizza in base alle formule 
f eikt dk e 
(Demi dk _ _ _ ô o ew (77,4) 
kpr n — — dz drrn Anr’ 


bi cui la prima si ottiene ricavando le componenti di Fourier dalla 
nota uguaglianza 


(A— x) = — And (n) (77,5) 


e l’altra derivando la prima. In seguito troviamo 


62 4 deli 
DÈ, (0; = —A [ôn +- aaa lr (Ver), (77,6) 
dove r = |r, — ra | e la radice V=t8-deve avere un segno tale che 
si abbia Re V —e >0; per il caso del vuoto bisogna porre e = 4, 
V =e = — i (si veda più avanti). 


Di qui, in accordo con le formule (76,6) e (76,3) ricaviamo imme- . 
diatamente 


(EPEP)a= = cth hs 7 Im {i | so (077 +z] x 
«top (-27=)} a 
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(S. M. Rytov, 1953). Applicando a questa espressione l’operazione di 
contrazione rispetto agli indici i, k (e ricorrendo alla formula (77,5)), 
otteniamo 
h 1 2 
(EPE®), = 2% cth Sé Im { + [ zo exp x 


cer 


x (—-V =ar) + 2a8 (r) |}. (77,8) 


Analogamente, il calcolo mediante la formula (76,4) conduce ad 
espressioni delle funzioni di correlazione del campo magnetico che 
differiscono da quelle (77,7-8) per la mancanza del fattore 1/e davanti 
alla parentesi quadra; in questo caso, il termine contenente la fun- 
zioneļô sotto il segno Im nella (77,8) diventa reale e scompare dalla 
risposta. Il legame delle espressioni (77,7-8) con la parte immaginaria 
di e sottolinea esplicitamente una relazione esistente fra le fluttua- 
zioni elettromagnetiche e l’assorbimento del mezzo. Ma se nelle 
formule (77,7-8) si effettua il passaggio al limite Im e + 0, si otten- 
gono delle espressioni finite non nulle. Questa circostanza è legata 
all’ordine del passaggio ai due limiti, ossia alle dimensioni infinite 
del mezzo e ad Im e nulla. Poiché in un mezzo;illimitato Im g, piccolo 
a piacere, conduce in fin dei conti all’assorbimento, il risultato 
ottenuto con l'ordine di passaggio ai limiti da noi usato si riferisce 
a un mezzo fisicamente trasparente nel quale, tuttavia, come in 
ogni mezzo reale, un assorbimento un po’ diverso da zero esiste sem- 
pre. 

Effettuiamo, ad esempio, il passaggio suindicato nella formu- 
la (77,8). A tale scopo osserviamo che per Im e piccolo positivo 
(per œ >0) si ha 


ar 1/BL , Ime 
yV =e x —i V Ree (14i) 
(tenendo conto della condizione che Re V —e >0). Perciò nel limite 
Im e-+0 otteniamo 


(EVE) = (HPHP) = SO son LA oth Ae, (77,9) 


dove n = Ve è l'indice reale di rifrazione. Per la mancanza del ter- 
mine contenente la funzione è questa espressione resta finita anche 
per due punti r, e rs coincidenti: 


203hn 
c3 


(Eo = 4 (Bo = he, (77,10) 


Il passaggio limite al caso di un mezzo trasparente si potrebbe 
effettuare anche allo stadio iniziale dei calcoli, cioè nella funzione 
di Green. Tenendo conto che il segno di Im e (œ) coincide con il 
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‘ segno di œ, troviamo che in questo limite la funzione (75,20) assume 
la forma 


DE (o =—__ [ön Spa ] 0741) 


@?n?/c2 — k? + t0-sign œ on? 


La parte immaginaria di questa funzione è legata unicamente alla 
regola di aggiramento dei poli 0 = + ck/n; separandola mediante la 
formula (8,11) e sostituendo nell’espressione (77,2), otteniamo 


21% / œo? kik 
- (EPEP ok = 7 (Font) x 


"n 


x {f6 (722— k) —8 (7>+k)} cth Je. (77,42) 


— Gli argomenti delle funzioni ô in questa espressione hanno un signi- e 

ficato fisico semplice: mostrano che le fluttuazioni del campo con k 

dato si propagano nello spazio alla velocità c/n coincidente con la 

velocità di propagazione delle onde elettromagnetiche nel mezzo 

considerato. È ovvio che applicando la trasformata di Fourier all’e- 

spressione (77,12) si può ottenere nuovamente la formula (77,7). 
L'energia del campo elettromagnetico fluttuante in un mezzo tra- 

sparente (con p = 4) è data (in unità di volume spaziale), nell’inter- 

vallo spettrale dœ, dall’espressione 


o, & 
g [2 Ee +2] 


(si veda VIII, $ 61) t). Sostituendovi l’espressione (77, 10), otte- 
niamo dopo una semplice trasformazione 


EE °°] aano) ETA (77,13) 


1 gh0/T _4 J T8 do 


Il primo termine fra parentesi è legato alle oscillazioni nulle del 
campo, mentre il secondo esprime l’energia della radiazione elettro- 
magnetica di equilibrio termodinamico in un mezzo trasparente, 
cioè l’energia della radiazione del corpo nero. Questa parte della 
formula si potrebbe ottenere anche senza esaminare le fluttuazioni, 
ma mediante una generalizzazione appropriata della formula di 
Planck esprimente la radiazione del corpo nero nel vuoto. In accordo 
con quest’ultima, l'energia della radiazione del corpo nero (per unit 


NEO 


wm 


~ zioni spettrali delle fluttuazioni, la media (z?) si ottiene integrando (2°) su 
do/2n da —c0 a +o (si veda V (122,6)). 
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di volume) nell'intervallo dei vettori d'onda d°% è data dall’espres- 
sione 


ho 2d°k 
MoT] (27)? 


(il fattore 2 corrisponde a due direzioni di polarizzazione). Cor- 
rispondentemente per ottenere la densità spettrale dell’energia 
occorre sostituire d'k con 4nk? dk e porre k = @/c. Per quanto ri- 
guarda il passaggio dal vuoto a un mezzo trasparente, è sufficiente 
porre k = no/c, cioè scrivere 


na dk __ œn? d(n@) 


il che fornisce il risultato richiesto. 


PROBLEMI 


1. Determinare le fluttuazioni del campo magnetico lontano da un corpo 
immerso in un mezzo trasparente rarefatto, in cui esso si trova in equilibrio 
termico; la lunghezza d’onda della radiazione e la distanza fra il corpo e il ` 
punto di osservazione sono grandi rispetto alle dimensioni del corpo, che gode 

i polarizzabilità elettrica anisotropa @ip (@). 

Soluzione. Consideriamo come vuoto il mezzo trasparente rarefatto. Le 
fluttuazioni. cercate sono determinate da una variazione piccola (a grandi 
. distanze) della funzione di Green del vuoto, causata dalla presenza del corpo. 
Per calcolare questa variazione partiamo dall’analogia, secondo la quale la 
funzione del vuoto di Green DI (©; r, r’) (per un dato indice k) si può consi- 
derare formalmente come il campo elettrico E; (r, r’) creato nel punto r da una 
sorgente nel punto r’. Questa analogia è basata sul fatto che il campo Æ; (r, r') 
(così come il suo potenziale A; (r, r')) verifica, per r = r’, la medesima equa- 
zione della funzione DE (©; r, r’), ossia l’equazione (75,16) con e=1. Suppo- 
niamo che il corpo si trovi nel punto r = 0. Allora il campo 

E, (0, r') = DE (0; 0, r)= DÉ (0; r’) 
(dove DR (œ; r) è la funzione di Green nel vuoto in assenza del corpo, data 
dall'espressione (77,6) con e = 1) polarizza il corpo creando quindi nel punto 
r = 0 il momento di dipolo d; = cu DE (0; 0, r’). È il campo creato, a sua 
volta, da questo momento di dipolo nel punto r a fornire la variazione cercata 
SDI, (œ; r, r’). Secondo una formula nota dall’elettrodinamica (si veda II, 
$ 72), il campo creato nel punto r dal momento di dipolo d (dipendente dal 
tempo come e7**), che si trova nel punto r = 0, è 
et@r/e 


o? d? 
E=d [Gent a le . 


dove la distanza r deve essere grande unicamente rispetto alla dimensione del 
corpo, ma non rispetto alla lunghezza d’onda; questa espressione può essere 


rappresentata nella forma 


E= -2D (0; n) di 
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‘(ricordiamo che la funzione DR (@; r) è pari rispetto alla variabile r). Tenendo 


conto del momento di dipolo suindicato, troviamo 
, o? 
ôDÈ (0; r, r)= = DÈ (©; 1) qimDi, (0; r’). 


Ora, le funzioni di correlazione delle fluttuazioni sono date dalle formule (76,3-6) 
con ôD n in luogo di D R. Infine otteniamo i 


202° (1 1 
SUPAP a=- {+77} I IDE (0; r) amDE, (0; ro (1) 


Ricordiamo che il corpo si trova nel punto r = 0 e che r, ra sono due punti 
lontani dal corpo. È da notare che il contributo alle fluttuazioni proviene sia 
dalla parte immaginaria sia da quella reale della polarizzabilità e può essere 
considerato come il risultato della diffusione sul corpo della radiazione del 
corpo nero che riempie il mezzo trasparente. 

2. Le stesse ipotesi del problema 1 per la polarizzabilità magnetica Qip (0) 1). 


Soluzione. In questo caso consideriamo rotaDii (0; r, r‘) come il campo 
magnetico H; (r, r’) creato nel punto r da una sorgente nel punto r’ (un’equa- 
zione della stessa forma di quella per la funzione DÈ, la verifica non il campo 


stesso H+, bensì il suo potenziale A ;). Questo campo magnetizza il corpo creando 
nel punto r= 0 il momento magnetico 


my = —@ rotimDE, (0; 0, r’) 
(qui la derivazione rispetto a r è sostituita con quella rispetto a r’ per il fatto 


che DE, dipende unicamente dalla differenza r — r’). La variazione cercata 


della funzione di Green coincide con il potenziale vettoriale del campo magne- 
tico creato da questo momento magnetico nel punto r: 


A;=rotg [+ met | 


(si veda II, il problema 4 al $ 72). In tal modo, 


R/ et®r/e 
Dip (0; r, r)= — (rota ) aim rotan DE, (0; 0, r’). 
Infine, sostituendovi DÈ, dalla (77,6), troviamo 
ier e ei@r'/e 


(2) 


Spi, (0; r, r)=% (rotu ) Qim Dtme 


r 
{è stato utilizzato qui che rotmnVn = Vk Vn = 0). 

3. Determinare le; fattura iel seno Magnetico nelle ipotesi del pro- 
blema 4 supponendo, però, che la temperatura del mezzo sia di gran lunga infe- 
riore a quella del corpo. 

Soluzione. Il campo calcolato nel problema 4 si divide naturalmente, in 
accordo con l’esistenza di due termini nella parentesi graffa dell'espressione (1), 
in fluttuazioni nulle e radiazione del corpo nero. Quest'ultima, a sua volta, 
è composta di due parti: radiazione del corpo stesso e campo creato per la dif- 


1) L'esistenza della polarizzabilità magnetica non significa necessaria- 
mente che il corpo sia composto da una sostanza magnetica. Così, si può trattare 
dell’esclusione Del campo magnetico dal corpo grazie all’effetto skin. 
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fusione della radiazione del corpo nero del mezzo sul corpo. Se la temperatura 
del mezzo è bassa, la seconda parte non esiste. Per risolvere il problema, lo 
calcoliamo separatamente e in seguito sottraiamo dall'espressione (2). Poniamo 
A (r) = A(0) + A(3), dove A(°) è il campo fluttuante in assenza di corpo, A(*) 
il campo diffuso dal corpo. A grandi distanze a cui A(*) è piccolo, si possono, 
calcolando ô (A;sAxs)y; trascurare i termini quadratici in A(5. Pertanto il 
contributo della diffusione è 


60 (Arr Ano)o = (ARAD o + (AMA = ASDAL D + (AA o 


Il campo diffuso è dato nuovamente dalla suddetta formula del volume II, 
$ 72, ma ora come momento di dipolo va inteso semplicemente il momento 
creato dalla radiazione del corpo nero: dj = &;,4x(° (0). Introducendo nuova- 
mente la funzione di Green per il vuoto in assenza di corpo, abbiamo 


02 
AS (e) = — Fr PR (0; 13) aim (0) 400° (0), 


cosicché 


e? 3 
(4A Do = — 7 Di (05 Ta) cm (ARP (0) AP (Ca 


Prendiamo di nuovo la funzione di correlazione (AMA £3) 0 dalla formula (76,2). 
Ma poiché ci interessa il solo irraggiamento, dobbiamo omettere in questa for- 
mula le oscillazioni nulle, cioè sostituirvi 


1 io 1 


1 
DI cth 


1 
2T — h0/T_{ a ño L] 


‘ Come risultato troviamo il contributo della radiazione di corpo nero diffusa 
alla funzione di correlazione 


60 (Ar Ano=— 2 [DE (0; ri) arm Im DE, (0; ra) + 
i14k2)Jo 7 ho? TL) il (0) 1) &imIm mh (Os Ta 
-+ DES (0; ra) až, Im DE, (0; ry)]. (3) 


Infine, per trovare il campo fluttuante nel mezzo freddo, occorre sottrarre 
l’espressione (3) dalla (1). Dopo semplici trasformazioni in base alla simmetria 
dei tensori D;, ed &;, otteniamo 
20? 


SD (An Ano =— r 
( il he) he? (T1) 


DR (0; rı) [Im arm (0)}] Daa (05 T) 


(T è la temperatura del corpo). Qui è scritto il solo termine termico; il termine 
nelle oscillazioni nulle resta immutato nella (1). Sottolineiamo che l’espres- 
sione (4), che definisce l'irraggiamento di calore del corpo, dipende unicamente 
dalla parte immaginaria della polarizzabilità. Il flusso di energia calcolato 
mediante l’espressione (4) non è più nullo e dà l'intensità dell’irraggiamento 
del corpo riscaldato nel mezzo freddo circostante, 


$ 78 Fluttuazioni di corrente nei 
circuiti lineari 
Un'altra applicazione interessante del teorema della fiuituazione 
dissipativa è rappresentata dal problema delle fluttuazioni di corren- 
te nei circuiti lineari, studiata originariamente da H. Nyquist (1928). 
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Le fluttuazioni di corrente sono delle oscillazioni elettriche libere 
(cioè compiute in assenza di una forza elettromotrice applicata dal- 
l'esterno) nel conduttore. In un circuito lineare chiuso maggiore 
interesse presentano, naturalmente, le oscillazioni per le quali com- 
pare la corrente totale J lungo il filo conduttore. Più avanti noi sup- 
poniamo soddisfatte le condizioni di stazionarietà, cioè che le di- 
mensioni del circuito siano piccole rispetto alla lunghezza d'onda 
à ~ c/o. Allora la corrente totale J è ja stessa su tutti i tratti del 
circuito ed è funzione del solo tempo. 


Consideriamo questa corrente J come la grandezza z (t) che. 


figura nella formulazione generale del teorema della fluttuazione 
dissipativa al $ 124 del volume V. Per precisare il significato della 
suscettività. generalizzata corrispondente a supponiamo che sul 
circuito agisca una forza elettromotrice esterna €. Allora la dissipa- 
zione di energia nel circuito è Q = Jg. Confrontandola con l’espres- 
sione Q = —zf quale definizione della « forza » f (si veda V (123,10)), 
vediamo che f = — € o, per le componenti di Fourier, Eo = iof,. 
D'altra parte, la corrente e la forza elettromotrice nel circuito li- 
neare sono legate dalla relazione €, = Z (0) Jo, dove Z (œ) è la 
resistenza complessa (impedenza) del circuito. Pertanto abbiamo 


Jo = €42 = i0fy/Z 


e, confrontando con la definizione di suscettività generalizzata nella 
relazione (x) = @ (©) f, troviamo a (0) = i0/Z (0). La sua parte 
immaginaria è 


Ima=Im-$-= 77 R (0) 


dove R = Re Z. 
Secondo il teorema della fluttuazione dissipativa, 


(@e=hcth 32 -Ima (@), 


troviamo ora la funzione spettrale esprimente le fluttuazioni della 
corrente 
io ho 
(To =TZ@ R (0) cth DIF A (78,1) 
Si può rappresentare questa funzione in un’altra forma, descrivendo 


le fluttuazioni della corrente come risultato dell’azione di una forza 
elettromotrice «casuale » &, = ZJə. Allora ‘abbiamo - 


(89) = oR (0) cth Te (78,2) 
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Nel caso classico (ño < T) 
(€) = 2TR (0). (78,3) 
Sottolineiamo ancora una volta che queste formule sono assoluta- 


mente indipendenti dalla natura dei fenomeni responsabili della 
dissipazione della resistenza del circuito. 


$ 79. Funzione termica di Green per 
il fotone in un mezzo 


La funzione termica di Green per il fotone in un mezzo viene 
costruita mediante gli operatori di Matsubara dei potenziali del 
campo elettromagnetico, così come la funzione temporale di Green 
(75,2) si costruisce a partire dagli operatori di Heisenberg: 


D n= — (THA (Ti, 14) ÂR (Tn T2))- (79,1) 


Qui si è tenuto conto che, in virtù del carattere hermitiano degli 
operatori di Schrödinger del campo, gli operatori di Matsubara 


AM e AM (definiti secondo la (37,1)) coincidono l'uno con l’altro. 
Tuttavia, questi operatori, a differenza di quelli di Heisenberg, 
non sono più hermitiani; essendo reale il parametro t, abbiamo 


LAM (r, r)]* = [e"f (1) e-n] = ent MA (1) ei 
ossia 
LA" (T, r)]*= AM (=T; T). 


Poiché la funzione (79,1) dipende unicamente dalla differenza 
x = Tı — T; (cfr. $ 37), si può scrivere (ponendo t >0, ad esempio) 


Din (T; ran ra) = — (ÂF (T, r,) Àx (O, ro) eM 
Dir (— T; ry, T3) = — (A (T, ro) Ai (0, r,))- 
Dal confronto di queste due espressioni si vede che 
Dir (T; Ti, ra) = Jri (T; ra, r3).1 (79,2) 
La funzione Z';, può essere sviluppata in serie di Fourier nella 
variabile T, 


Dix (t; ri, 12)= T „2 In (843 Fi; To) emi, (79,3) 


dove le « frequenze » È, assumono (in accordo con la statistica di 
Bose cui ubbidiscono i fotoni) i valori AL, = 2157 (si veda la (37,8)). 
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Dalla formula (79,2) deriva una relazione analoga per le componenti 
di questo sviluppo: 


Din (Ès; Ti, ra) = Dri (-bs; Ta, ri). (79,4) 


Secondo la relazione generale (37,12), queste componenti sono 
legate alla funzione ritardata di Green dall’uguaglianza 


Din (Esi ri ra) = DE (isi ra, r3) 


per le $, positive. Abbiamo mostrato al $ 75 che le funzioni 
DE (©; rı, ra) si possono considerare in un certo senso come suscet- 
tività generalizzate, che figurano nella teoria generale della rea- 
zione di un sistema macroscopico ad un’azione esterna. Di qui 
proveniva la proprietà di simmetria di queste funzioni, espressa 
(nel caso di mezzi magneticamente inattivi) dall’uguaglianza (75,12); 


aail u, “ap tialza ijy 


in quanto esiste un legame fra le funzioni DE e Jir, queste ultime 
godono della stessa proprietà: 


Din (Gsi Prs ra) = Du (bs; Ta; Ti). (79,5) 


Da questa uguaglianza, così come da quella (79,4), deriva ora che le 
funzioni Pir (És; ri, ra) sono pari rispetto alla variabile discreta Ss 
in modo che per tutti i suoi valori (positivi e negativi) abbiamo 


Din (Csi ri, ra) = DE (i | bs l; ris ro). (79,6) 


In seguito, la funzione DE (©; r}, ra), come ogni suscettivi- 
tà generalizzata, è reale sul semiasse immaginario superiore œ 
(si veda V, $ 4123); perciò dalla (79,6) risulta che la funzione 
Din (Es; rı, ra) è reale per tutti i valori di &,. Infine, queste pro- 
prietà mostrano che la funzione iniziale W;z (T; ri, ra) è anch'essa 
reale e pari rispetto alla variabile t: 


Din (T; ris ra) = Zar (—T; r1, ro). (79,7) 


Il legame (79,6) fra le funzioni di Green termica e ritardata per- 
mette di scrivere immediatamente un’equazione differenziale cui 
deve soddisfare la funzione Z;x in un mezzo non omogeneo; a tal 
fine è sufficiente eseguire la sostituzione œ + i | s | nell’equazione 
(75,15) o (75,16). Così, per un mezzo non magnetico isotropo con 
u = 1 troviamo la seguente equazione: 


(Fr tn tellt 1, r) ôn x 


~ Nel caso di un mezzo omogeneo illimitato la funzione 
Dar (Èa; r, r’) si sviluppa in) integrale di Fourier nella differenza 


X Dir (e-r, r’) = — 4Th8 pò (r_-r'). (79,8) —____ 
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r — r’. Le componenti di questo sviluppo verificano il sistema di 
equazioni algebriche 


DA [kik — nk? — ôu u e (i 16s1)] Dir (Es, k)= Sax (79,9) 


e sono determinate dalla formula 1) 


áni ckikn 


Du = pgri are [datate]. (79.10) 


Poiché la funzione Dip (Gs, k) si esprime (nel dominio delle onde 
lunghe ka < 1) mediante e (œ), la tecnica dei diagrammi per; il suo 
calcolo serve anche a calcolare la costante dielettrica del mezzo. 
Inoltre, quest’ultima acquista un determinato significato che verrà 
precisato più avanti. 

Rappresenteremo la funzione J esatta in grassetto e la funzione 
JD% nel vuoto con una linea tratteggiata sottile secondo la regola ?) 


— i 
Loser GT. 


css (19,11) 


Tutta la totalità di diagrammi esprimenti la funzione” può essere 
rappresentata dalla seguente serie (completamente analoga alla serie 
(14,3) per la funzione G): 


—---=---+-—0-+--0-0-+- (79,12) 


dove il cerchietto indica la totalità dei blocchi di diagrammi che 
non si decompongono in due parti legate dalla sola linea tratteggiata; 
indichiamo questa totalità con — @;,/4m. La funzione Pi (analoga 
alla parte autoenergetica della funzione di Green delle particelle) 
si chiama operatore di polarizzazione. 

L'uguaglianza dei diagrammi (79,12) è equivalente all’equazione 


1) Nelle applicazioni reali (cfr. $ 80) la funzione Z;, figura sempre nel 
prodotto per %?; pertanto la divergenza per {4 = 0 di fatto si elimina. 

1) La denotazione delle funzioni 2 con la linea tratteggiatafnon può cau- 
sare qui nessun equivoco, poiché in questo e nei paragrafi successivi l'energia 
di interazione a coppie delle particelle del mezzo (per la quale abbiamo utiliz- 
zato prima questa notazione) non figurerà in forma esplicita. 
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(si veda il passaggio dalla (14,3) alla (14,4)). In forma analitica essa 
dà 
Dm=DR + DL LD (79,14) 


(tutti i fattori sono funzioni degli argomenti identici &,, k). Molti- 
plicando il secondo membro di questa uguaglianza ‘per il tensore 
inverso 2-1 e il secondo per D-1, riscriviamola nella forma 


Di=DP1_- P,y/4a. (79,15) 


Infine, considerando Zi; a primo membro dell'equazione (79,9) 
e la stessa espressione con e = 1 per Di}, troviamo 


Pra Cas k) =- le (i 1%, 1) — 1182 (79,16) 


ciò che definisce il significato dal punto di vista dei diagrammi 
della funzione e (œ) — 1 nell’insieme discreto di punti sul semiasse 
immaginario superiore ©: Il prolungamento analitico della funzione 
e (i | És |) a tutto il semipiano superiore deve essere effettuato, in 
principio, tenendo conto del fatto che e (œ) non deve avere nessuna 
singolarità in questo semipiano e che e (0) +41 per | œ |—> 001). 

In un mezzo non omogeneo l’operatore di polarizzazione (come 
anche D;x) è funzione delle coordinate di due punti. Ripetendo 
tutta la deduzione nella rappresentazione delle coordinate, otte- 
niamo in luogo della (79,14) l’equazione 


R 1 
Din (ti, r2) = Dif (T4, r2) + -3r | DI? (r4, r3) X 


x Pim (13; r4) D mk (Ta, ra) d°xz dx, 


(per brevità, omettiamo gli argomenti %,). Applicando al primo 
membro di questa uguaglianza l’operatore 
â? E 
Fer den © Ontani 


e tenendo conto che D‘® verifica l'equazione: (79,8) con e=41, 
otteniamo 


| Fu (En r) Zan (1°, ra) de = [e (1) — 1] $E Za (Ci Ta), 


1) In un mezzo anisotropo si deve scrivere 
Pin (Cer K) = (C8/hc®) [ein (i 1 ts 1) — dial. 


_..._È da notare che la forma di questa espressione resta valida anche_in presenza . cn 
di dispersione spaziale quando g; dipende non soltanto dalla frequenza, ma 
anche dal vettore d’onda. 
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da cui 
Pin (Cos ray ra) = 6,28 (re —-ro) (e (El bsd, ra) — 1] (79,17) 


La struttura di un mezzo condensato e, quindi, le sue proprietà 
dielettriche sono determinate dalle forze agenti fra le sue particelle 
a distanze dell'ordine delle dimensioni atomiche a. A queste distanze 
si può trascurare (per velocità non relativistiche delle particelle) il 
ritardo dell’interazione che diventa notevole soltanto per le compo- 
nenti del campo ad onde lunghe (nel senso ka < 1); in altre parole, 
calcolando l’operatore di polarizzazione si può trascurare la parte ad 
onde lunghe del campo. Quanto ai diagrammi per la funzione di 
Green stessa Z;,, il campo ad onde lunghe figura in essi soltanto 
mediante le linee tratteggiate sottili a secondo membro della (79,12). 

È ovvio che il tensore tridimensionale #;x qui considerato non 
rappresenta altro che la parte spaziale del quadritensore di polarizza- 
zione Puy. Sottolineiamo, a scanso di equivoci, che la sua compo- 
nente temporale Poo e le componenti miste P; non sono affatto 
nulle. Per di più, come anche in elettrodinamica quantistica, questo 
quadritensore non dipende, in generale, dalla trasformazione di 
gauge dei potenziali. Questa invarianza di gauge è già evidente, nella 
teoria non relativistica, dalla suddetta possibilità di calcolare l’ope- 
ratore di polarizzazione tenendo conto delle sole forze non ritardate, 
indipendenti dalla trasformazione di gauge del campo ad onde 
lunghe 1). 3 

Le componenti Foo e Fo; si possono ricavare dalla condizione 
di trasversalità del quadritensore, Puyk” = 0, dove kh = (ib, k) - 


sos: 


è il quadrivettore d’onda. Dunque, questa condizione dà 
k2 P 
Poo = TC he [e (i | bs )— 1), 


Po = EL [fe (i 1t )— 1]. 


he? 


(79,18) 


1) Si veda IV, § 100. Cogliamo l'occasione per correggere un errore com-__ 


messo nei ragionamenti là esposti. Il quadritensore, inverso del propagatore 
fotonico esatto Juy (nelle notazioni del volume!) ha la forma 
1 kyky 1 kuky 
i lo — 
w= (guv k? )+ gu k? 

e analogamente per il propagatore dei fotoni liberi Day (nella formula (100,18) 
del volume IV è stato omesso il secondo termine in queste espressioni). I detti 
quadritensori dipendono dalla trasformazione di gauge e non sono trasversali. 
Tuttavia, la conclusione relativa alla trasversalità dell'operatore di polarizza- 
zione e alla sua invarianza di gauge resta valida. Il fatto è che la parte longitu- 
dinale del propagatore è legata alla parte longitudinale del quadripotenziale 
priva di significato fisico e non partecipa all’interazione. Perciò l'interazione 
non la modifica, cosicché Z(® = DL. In virtù dell’uguaglianza Jpy = Dub — 
— Puy /4x (IV (100,44) ne segue anche la trasversalità di uy e la sua indi- 
pendenza da 20), 
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$ 80. Tensore degli sforzi per le forze 
di Van der Waals 


Sebbene la struttura dei corpi condensati sia determinata soprat- 
tutto (come è stato detto alla fine del paragrafo precedente) dalle 
forze agenti fra le sue particelle alle distanze atomiche, un contribu- 
to alle grandezze termodinamiche (alla sua energia libera, ad esem- 
pio) lo portano le cosiddette forze di Van der Waals, ossia forze agenti 
fra gli atomi a distanze grandi rispetto alle dimensioni atomiche a.’ 
Ricordiamo, che per gli atomi liberi l’energia di questa interazione 


-— 1 decresce con la distanza come r-8 (si veda III, $ 89) dopo di che ri- 


vestono importanza gli effetti di ritardo come r77 (si veda IV, $ 83). - 
È ovvio che nel mezzo condensato le forze di Van der Waals non si 
riducono all’interazione di singole coppie di atomi. Al tempo stesso, 
il fatto che il loro raggio d'azione è grande rispetto alle distanze 
interatomiche permette di affrontare la questione della loro influenza 
sulle proprietà termodinamiche dei corpi dal punto di vista macrosco- 
pico. 

Nella teoria macroscopica l’interazione di Van der Waals in un 
mezzo materiale è supposta realizzata mediante un campo elettro- 
magnetico ad onde lunghe (E. M. Lifšits, 1954); ricordiamo che que- 
sta nozione include in sé non soltanto le fluttuazioni termiche, ma 
anche le oscillazioni nulle del campo. Caratteristica importante del 
contributo di questa interazione all'energia libera consiste nella sua 
non additività: esso non è semplicemente proporzionale al volume 
dei corpi, ma dipende ugualmente dai parametri che ne caratteriz- 
zano la forma e la disposizione reciproca. Questa non additività, 
dovuta al grande raggio d'azione delle forze di Van der Waals, 
distingue il loro contributo all’energia libera dalla parte additiva 
di gran lunga superiore. Nel quadro macroscopico l'origine di questa 
proprietà è legata al fatto che ogni modifica delle proprietà elettriche 
del mezzo in una certa zona implica, in virtù delle equazioni di 
Maxwell, una modifica del campo fluttuante anche all’esterno di 
questa zona. Di fatto, questi effetti di non additività diventano 
sensibili, ovviamente, soltanto per dimensioni caratteristiche piccole 
(anche se grandi rispetto alle dimensioni atomiche); per pellicole 
sottili, per corpi separati da una stretta fessura ecc. 

Calcolando il contributo delle fluttuazioni elettromagnetiche 
all’energia libera, ogni volta assumono importanza le lunghezze 
d’onda dell’ordine di grandezza delle dimensioni caratteristiche di 
qualche impurità del mezzo (spessore della pellicola, larghezza della 
fessura ecc.). Questa circostanza è nella teoria macroscopica la causa 
della legge di diminuzione potenziale delle forze di Van der Waals; 
se fossero essenziali le fluttuazioni con una lunghezza d’onda fissata 
Ao ciò implicherebbe una legge di decremento esponenziale delle 
forze, con esponente —r/A. Inoltre, poiché le dimensioni caratte- 
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ristiche e, quindi, le lunghezze d’onda caratteristiche delle flut- 
tuazioni sono molto superiori alle dimensioni atomiche, tutte le 
proprietà di queste fluttuazioni e il loro contributo all’energia libera 
sono completamente espressi mediante la costante dielettrica comples- 
sa dei corpi. 

Il nostro scopo è di calcolare le forze macroscopiche agenti in 
un mezzo non omogeneo 1). Come passo preliminare, iniziamo dalla 
definizione della variazione dell’energia libera per una piccola va- 
riazione della sua costante dielettrica (trascureremo le proprietà 
magnetiche, supponendo cioè che la permeabilità magnetica u = 1). 
Supponiamo quindi che la variazione di e sia dovuta alla variazione 
dell'operatore hamiltoniano del sistema di un piccolo valore ôH. 
Allora la variazione dell’energia libera è 


ôF = ($8H), (80,1) 


dove la media è calcolata (per temperatura e volume del sistema 
dati) secondo la distribuzione di Gibbs con l’operatore hamilto- 


niano imperturbato H. Rappresentiamoyquest’ultimo nella forma 2} 
n LES PS A AA 
Ë= o+ iune Viun= — | jA ds, (80,2) 


dove Pung descrive l'interazione delle particelle con il campo elet- 
troma gnetico ad onde lunghe e H, include in sé tutte le altre intera- 
zioni assieme ai termini corrispondenti alle particelle libere e ai 
fotoni (parlando a rigore, nell’integrale (80,2) si dovrebbe intendere 
un taglio in corrispondenza di un certo vettore d’onda kọ < 1/0; 
„tuttavia, il parametro di taglio non figura nel risultato finale). 
A è l’operatore del potenziale vettoriale del campo ad onde lunghe; 
è essenziale che l'operatore ôH, responsabile della variazione della 
costante dielettrica, non contenga in sé A, in quanto la costante 
dielettrica è definita unicamente dall’interazione delle particelle 
a distanze atomiche. r 
` Nell’espressione (80,1) passiamo ora agli operatori di Matsubara 

in una rappresentazione che si potrebbe chiamare « rappresentazione 
ad onde lunghe dell'interazione », nella quale la dipendenza degli 
operatori da t è definita da tutti i termini dell’operatore hamilto- 
niano, ad eccezione! di V,ng. Ricorrendo allo stesso metodo me- 

diante il quale abbiamo dedotto la (38,7), otteniamo 

1/T 
sa (T.8A"5),, G=T,exp | i MAM dez di, (80,3) 
a 0 e 
0 


1) La teoria esposta più avanti appartiene a J. E. Dzjalošinskij e L, P. Pi- 
taevskti (1959). 
2) In questo paragrafo poniamo A= 1, c= 14. 
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dove (...), significa la media secondo la distribuzione di Gibbs con 
l'operatore hamiltoniano H. In accordo con il significato della 
rappresentazione prescelta, gli operatori di Matsubara sono definiti 
come segue: 


AM (t, r) exp (tÊ,) Â (r) exp (— tÊ) (80,4) 


—e analogamente per 85” e gli operatori p di cui è composto l'opera- 
tore di corrente di particelle jY 1). Poiché É o non contiene l’intera- 
‘zione dei fotoni ad onde lunghe con alcunché, allora ÀM coincide 
con l'operatore (di Matsubara) del campo fotonico libero; per gli 
operatori p delle particelle, ovviamente, non è così, in quanto f; 
include in sé l'interazione fra le particelle. 
©. Seguendo i principi generali di costruzione della tecnica dei dia- 
grammi, sviluppiamo l’esponente nella (80,3) in potenze di Viung?). 
Inoltre in ogni termine dello sviluppo si calcola la media del prodot- 
to degli operatori AM del campo libero sotto forma di convoluzioni 
a coppie in base al teorema di Wick. Il termine nullo dello sviluppo, 
non contenente ÀM, dà &F,, ossia la variazione dell’energia libera 
a prescindere dalle fluttuazioni ad onde lunghe. Il termine successivo 
lineare in ÀM si annulla in seguito all’operazione di media. Nel 
termine quadratico rispetto al campo la convoluzione di due opera- 
tori (AMA) dà D, ossia la funzione di Green dei fotoni liberi; 
questo termine può essere rappresentato dal seguente diagramma: 


8 pipa, (80,5) 


n 


(dove è evidenziato il fattore numerico 1/21 comparso per lo sviluppo 
dell’esponente). Il tratteggio chiaro indica la funzione J e il 
cerchietto tratteggiato la media di tutti gli altri fattori. La forma 
esplicita di quest’ultima grandezza non la scriviamo; è importante 
solo che essa non rappresenti altro che $P°;x/4r, dove ôP; è la 
variazione dell'operatore di polarizzazione al variare di SÑ dell’ope- 
ratore hamiltoniano del sistema. 


. 3) A scanso di complicazioni nelle notazioni, omettiamo l'indice 0 che 
si dovrebbe aggiungere agli operatori in questa rappresentazione. 

3) E sufficiente seguire lo sviluppo del numeratore nell’espressione di/6F, 
Di solito, il ruolo del fattore (0), a denominatore si riduce all'eliminazione 
dei diagrammi che si decompongono in due o più parti sconnesse, 
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È facile convincersene considerando allo stesso modo la varia- 


zione della funzione che nella suddetta rappresentazione degli opera- 
tori è data dall'espressione 


1 x a e 
Dax (Ti, Ti; Ta, r2) = BG (TA r (Ti, ri) AR (Ta; r2) To, : 


dove ora 


1/T 
o= T, exp f (— Vine — SH) da, 
0 


vale a dire che all’« interazione » partecipa non solo Viung; ma anche 


«SH. La variazione cercata $2;, è data dal termine lineare dello 


sviluppo di questa espressione in potenze di 84: 


ÔD ir = 1 (T, | sar. ÂF (1, r) AN x 


(E Jo 


X (To, re) exp f JVA” dz dt), ; (80,6) 


Sviluppando l'esponente rimanente in potenze di Via il 
termine nullo deve essere omesso poiché gli corrisponde un diagram- 
ma non connesso (la convoluzione (4747) si separa dagli altri 
fattori non contenenti le variabili r}, r). Il termine del primo ordine 
contiene un numero dispari di operatori A e si annulla in seguito 
all'operazione di media. Infine, il termine del secondo ordine dà in 
êZ; un'espressione che viene rappresentata dal diagramma 


89;f=---@--- (80,7). 


“eon lo stesso cerchietto del diagramma (80,5) (il fattore 1/2 si elimi- 


na in questo caso a causa delle due possibilità di convoluzione degli 
operatori «interni » A, provenienti dagli operatori Viuigi con 
quelli « esterni » AMed AX). D'altra parte, per definizione di opera- 
tore di polarizzazione, la funzione di Green, nell’approssimazione 
considerata, è rappresentata dalla somma 


e il cerchietto chiaro è l'operatore di polarizzazione @,,/4n. 
Quindi, la variazione di questa funzione dà il diagramma (80,7) 
con 8#;2/4n in qualità di cerchietto tratteggiato. 
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Tutti i termini successivi dello sviluppo nella (80,3) rappresenta- 
no correzioni dei diversi ordini alla linea tratteggiata e al cerchietto 
del-diagramma (80,5). Queste correzioni trasformano la linea tratteg- 
giata nella funzione precisa J ;}. Come è stato già detto, le correzioni 
ad onde lunghe a 6#;x sono piccole, in modo che con 6#;x si può 
intendere immediatamente la variazione dell’operatore di polarizza- 
zione esatto. 

Questo risultato si scrive in forma analitica (dopo il passaggio 
allo sviluppo di Fourier nella variabile t) come 1) 


o0 


6F=SF.—+ x r { Din (Ci ra r) X 
x ga Pnt Cai ra, T1) day Bag. (80,8) 


In accordo con la (79,17), la variazione dell’operatore di polariz- 
zazione si esprime (per un mezzo isotropo) mediante la variazione 
della costante dielettrica: 


Phi (És; Ti, ro) = L76,:6 (1; Sua ra) de (i | ba li ri); 


l'esistenza di una funzione ô permette qui di eliminare una delle 
integrazioni nell’(80,8). Tenendo anche conto della parità della 
funzione Z;x in Gs, riscriviamo l’(80,8) nella forma 


6P =8Fo— qr DI [&Du(ts r, r) ôe (il tal, Mez, (80,9) 


s=0 


dove la sommatoria è estesa unicamente ai valori positivi di s; 
l'apice del segno di sommatoria significa che il termine nullo deve 
essere considerato con il fattore 1/2 (questo termine ha un valore 
finito: il fattore ¢2 elimina la divergenza in J, per è = 0). 

Per la deduzione delle formule ulteriori è comodo introdurre, 
oltre alla funzione Jp, ancora due funzioni, 


Di (ba; r, r)= — iD ir (bs; r, r’), 


i e (80,10) 
Dik (Ès; r, r')=rotyrotimDim (És; r, r’), 


1) Non diamo la regola generale di determinazione del segno nei diagrammi 
del tipo (80,5) (diagrammi senza estremi liberi). Nel caso dato è facile stabilire 
questa regola scrivendo in forma esplicita i termini corrispondenti degli sviluppi 
nelle espressioni (80,2) e (80,6). Fra l’altro, è sufficiente osservare che questo 
termine nell'(80,3) contiene una sola convoluzione di una coppia di operatori A, 
e nell’(80,6) di due coppie; poiché la convoluzione di una coppia dà — Dix» 
i diagrammi (80,5) e (80,7) sono di segno opposto il che implica il segno negativo 
nell'espressione (80,8). 
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costruite analogamente alle espressioni (76,3-4)® Allora ôF si scrive 
nella forma definitiva seguente: i 


ôF = SFe t-r Di | Dita r, r) ôe | bels 1) ddr. (80,11) 


s=0 


Usiamo ora la formula (80,11) per definire le forze agenti in un 
mezzo non omogeneo. Abbiamo già fatto l’ipotesi sull’isotropia del 
mezzo; ora lo supporremo anche liquido in modo che la variazione 
dello stato in ogni suo punto (per una data temperatura) possa essere 
legata unicamente alla variazione della densità p. 

Supponiamo che il mezzo sia soggetto a una deformazione iso- 
termica piccola con vettore spostamento u (r). La variazione cor- 
rispondente della sua energia libera è 


ôF = — i fu dx (80,12) 


dove f è la densità volumetrica delle forze agenti sul mezzo. D'altra 
parte, la stessa variazione può essere trovata mediante la formula 
(80,11), esprimendo le variazioni ôF, e ôg in funzione del suddetto 
vettore spostamento. Pe (p, T) sia la pressione, senza tener conto 
delle correzioni di Vanfder Waals, per p e T date; la densità cor- 
rispondente delle forze volumetriche è fo = — VP, in modo che 


$F,= { uyP, dite 


In seguito, la variazione della densità è legata al vettore spostamento 
dall'equazione di continuità 8p = —div (pu). Perciò la variazione 
della costante dielettrica è 


den Ta 6p= i div (pu). 


Sostituendo questa espressione nell’(80,11), integrando per parti su 
tutto il volume del corpo e confrontando il risultato così ottenuto 
per ôF con 1°(80,12), troviamo 


È= =VP =r 5 p grad [D (3; r, r) n 
= 


Questa formula consente, in particolare, di definire immediata- 
mente la correzione al potenziale chimico del corpo. A tal fine scri- 
viamo la condizione di equilibrio meccanico: f = 0. In questo caso 
terremo conto che a temperatura costante 


Je (80,13) 


dP, (p, T)=-È duo (pa 7) 
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dove uo (p, T) è il potenziale chimico imperturbato del corpo (m la 
massa della particella). Otteniamo quindi questa condizione nella 
forma pVu = 0, dove 


= Ho (P, D+ d rs Di (ts; r, r) £E (80,14) 


s=0 


D'altra parte, la costanza del potenziale chimico lungo un qualsiasi 
corpo non omogeneo è la condizione di equilibrio meccanico; perciò 
è chiaro che l’espressione (80,14) definisce questo potenziale. 

Come è noto, la descrizione più completa delle forze agenti in ~~~ 
un mezzo è data dal cosiddetto tensore degli sforzi 0;x legato alle 
componenti del vettore f dalla relazione 


ô S 
f=- e (80,45) ——— 


Per ridurre l’espressione (80,13) a questa forma, riscriviamola 
dapprima nel seguente modo: 


—_ P 5 i 
f= Gar +4) 2 dai 2 {(c@© P% 2) Di (r, r)} i 
T 
-a D e (r) 7 Zi (r, r) 
{per brevità, omettiamo gli argomenti ¢, nelle formule intermedie). 


I primi due termini hanno già la forma richiesta. Il terzo termine, 
invece, rappresentiamolo così 


I fMmT+:M4}2î0, r) 


evidenziando le derivazioni rispetto al primo e al secondo argomento 

della funzione J (r, r); alla fine dei calcoli identificheremo r 

con r’. Il calcolo va eseguito mediante le equazioni (cfr. la (79,8)) 
AnD (r, r°) = —4n8,,8 (£ — r’), 


ADy (r, r’) = — 4n8,,6 (rr), 
dove 


Åu = 63€ (1) da + rOt;m Otm = Gte (r) dat m TF — uh. 
Come risultato otteniamo l'uguaglianza (per r = r') 


G ô ` 
2 Fa Zui=2 Gar eih HDA] — 3g DU 
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e, infine, la seguente espressione del tensore degli sforzi: 


Cin = — Pain — xv {— 4 ôn [Elite r) pl D 2] x 


X Dü (bss T, r) +e (ibs, 1) Dih (si T, r)— 
-F aD Ga r + ZA; r, mM}. (80,16) 


Le formule ottenute non posseggono ancora un significato fisico 
diretto. Infatti, la funzione D;x (r, r’) tende all'infinito, per r' —> r, 
come 1/|r — r’ |; è facile convincersi di ciò con l'ausilio dell’equa- 
zione (79,8). Questa divergenza proviene dal contributo da parte dei 
vettori d’onda grandi (k ~ 1/|r — r’ |) ed è dovuta esclusivamente 
all’inapplicabilità dell'equazione (79,8) per k > a. Questa complica- 
zione può essere eliminata non introducendo in forma esplicita il 
taglio sui k grandi. A tale scopo osserviamo che le fluttuazioni ad 
onde corte non hanno niente a che vedere con gli effetti che ci interes- 
sano, legati alla non omogeneità del mezzo. Il loro contributo alle 
grandezze termodinamiche in ogni dato punto del corpo è uguale per 
un mezzo omogeneo e per uno non omogeneo, ma con un medesimo 
valore di e (r) nel punto considerato. Per conferire alle formule un 
` significato univoco, non dipendente, in realtà, dal carattere del 
taglio, si devono perciò effettuare nelle formule dei calcoli appro- 
priati. Come funzione di Green Jir (ts; r, r) occorre intendere il 
. limite della differenza 


lim {Din (bs; r, r')— Din (bs; r, r°)}, (80,17) 


dove Dx è la funzione di Green di un mezzo omogeneo ausiliario la 
cui costante dielettrica coincide con quella del mezzo vero in un dato 
punto r; questo limite è già convergente. Per non rendere troppo 
complicata la scrittura delle formule, le lasciamo nella forma prece- 


dente intendendovi con J;, la differenza (80,17). In questo caso, 


Po (p, T) è la pressione in un mezzo omogeneo illimitato per p 
e T date. 

Così come nella formula (80,16), anche nell’equazione (79,8) 
esprimente la funzione di Green Z;,, le proprietà del mezzo figurano 
esclusivamente attraverso e (it), ossia mediante la costante dielet- 
trica quale funzione della frequenza immaginaria. Ricordiamo a 
questo proposito che questa funzione è legata alla parte immaginaria 
della costante dielettrica, per frequenze reali dalla semplice rela- 
zione seguente: 


em=tti | redo (80,18) 
0 
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(si veda VIII, $ 62). Si può dire perciò che l’unica caratteristica. 
macroscopica esprimente le forze di Van der Waals nel mezzo mate- 
riale è, in ultima analisi, la parte immaginaria della sua costante 
dielettrica. 

La forma dell'espressione (80,16) corrisponde esattamente a 
un'espressione, nota dall’elettrodinamica macroscopica, per il tensore 
degli sforzi di Maxwell in un campo elettromagnetico costante, dove 
le combinazioni quadratiche delle componenti E e H sono sostituite 


alle funzioni corrispondenti — JF, e — JË, Non si deve, tuttavia, 
attribuire a questa analogia un’importanza eccessiva poiché essa 
non significa affatto l’esistenza per il campo elettromagnetico va- 
riabile come tale di un’espressione generale per il tensore degli sforzi 
in un mezzo assorbente (contenente come caratteristica del mezzo- 
la sua sola costante dielettrica). Nel caso dato abbiamo a che fare 
non con un campo elettromagnetico arbitrario, bensì con quello. 


fluttuante proprio in equilibrio termodinamico nel mezzo. 


$ 81. Forze di interazione molecolari fra 
solidi. Formula generale 


Applichiamo le formule dedotte nel paragrafo precedente al cal- 
colo delle forze agenti fra solidi le cui superfici sono separate da 
distanze molto piccole, che soddisfano la sola condizione di essere 
grandi rispetto alle distanze interatomiche nei corpi. Questa è la 
condizione che consente di affrontare la questione dal punto di 
vista macroscopico e di considerare i corpi come mezzi continui e la 
loro interazione come realizzata mediante un campo elettromagnetico. 
fluttuante. In questo caso sono importanti le 
fluttuazioni le cui lunghezze d’onda sono dell’or- 193R? 
dine di grandezza delle dimensioni caratteristiche 
del problema, cioè della larghezza della fessura pa SAS 
fra i corpi 1). 

Indicheremo con gli indici Z e 2 le grandezze 
riferite a due solidi e con l'indice 3 le grandezze 
riferite allo spazio della fessura fra qūesti solidi Fig. 17 
(fig. 17). Supponiamo la fessura piano-parallela e 
indirizziamo l’asse x perpendicolarmente al suo piano (in modo che le- 
superfici dei corpi / e 2 siano i piani z = 0 e z = l, essendo l la 
larghezza della fessura). La forza F agente sull'unità d'area della 
superficie, per esempio del corpo 2, si calcola come flusso dell’impul- 
so penetrante nel corpo attraverso questa superficie. Questo flusso 
è dato dalla componente Oyy del tensore degli sforzi elettromagnetico- 


h 


1) I risultati dei $$ 81, 82 appartengono a Æ. M. Lifšits (1954). 
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nello spazio della fessura, considerato per z = l. Nel vuoto si ha 
£ = 1 e l’espressione di Ox» dall’(80,16) si riduce a !) 


F =o ()= 1 D {DE (tai bp D+ ZE (tai Li D- 


n=0 
— DE (tn; L DHIA (ta; L D+ 
Dte; L D— IDa (bn; L DI (84,1) 


{l'indice di sommatoria in questo paragrafo lo denotiamo con la 
lettera n). 

Poiché il problema è omogeneo nelle direzioni y e z, le funzioni 
Dix (Gn r, r) dipendono unicamente dalle differenze y — y è 
z — z’ (gli argomenti y — y’ e z — 2’ nell’(81,1) sono omessi); le 
componenti di Fourier in queste variabili sono Jir (în, q; © z’). 
Allora abbiamo 


Dn (Gai T, )= | Din En d; 2, 2) DEA (81,2) 


Per le funzioni Zix (En q; 2, z’) le equazioni (79,8) diventano 
{l’asse y è diretto lungo il vettore q) 


(2-5) Dalz, T)= nd (1—i'), 
(w— e-r) D yy (2, #)+iq L (x, 2) = — Anos — a"), 
wD ey (2, 2) +id 1 Dy (T, 2) =0, 
wDxx (2, 2) +id 4 Dya (1, 2)= — And (2°), 


dove w = (et + g?)/3, e = e (ibn) e z’ funge da parametro (le 
componenti Z,, = Zy, sono, invece, nulle poiché le equazioni 


| sono omogenee per esse). La soluzione di questo sistema si riduce alla; 


soluzione di due sole equazioni 


di , , 

(0-7) Zal, z’) = —4nd(2—2")s (81,3) 
dè ; 47uv2 ' 
(e) Zna = Pe) (814) 
dopo di che xy e Dx sono definite come 
, iq d , 

TD zy (1, z')= 11? Z')s 

i ig d g P ARR) n (81,9) 
Dax (z, x )= bo 5 Du (£ x) w? ò (1 — T’) 


1) Nei calcoli intermedi poniamo & = 1, c= 1. 
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In questo caso si deve tener conto che, in virtù della (79,5), 
Dyzs (£, r°) = Day (1°, r) e perciò yx (q; z, 2) = Day (—4; 7°, z). 

Le condizioni al contorno corrispondenti alla continuità delle 
componenti tangenziali dell’intensità dei campi elettrico e magnetico 
richiedono che siano continue le granaezze DE, DE, DE, PI, o, 
che è lo stesso, che siano continue le grandezze 


Dyrs Diks TOt Dins TOt Dike 


Usando la prima delle uguaglianze (81,5) troviamo che sulla frontiera 
di separazione devono essere continue 


d z d 
Jin a Irn Duyyi x T yyo (81,6) 


dri wi de 

Poiché ci proponiamo di calcolare il tensore degli sforzi soltanto 
nel dominio della fessura, si può supporre immediatamente che 
0<%'<l. Nel dominio 0<z<! le funzioni Dyy e I, sono 
definite dalle equazioni (81,3-4) cone = 1, w = ws = (0, + qa)? 
Nei domini 7 (z < 0) e 2((x >) esse verificano le stesse equazioni 
senza secondi membri (poiché qui z z’) rispettivamente con 
€, W ed £3, w, in qualità di e, w. 

La sottrazione da fare secondo 1’(80,17) si riduce alla necessità 
di sottrarre da tutte le funzioni Z;, nel dominio della fessura i loro 
valori per 8, = €, = 1. In particolare, come conseguenza di questo 
fatto si può omettere immediatamente il secondo termine a destra 
nella'seconda uguaglianza (81,5) in modo che nel dominio della fessu- 
ra abbiamo 


ig a ia d 
Day= a Dro Dar= Dren 81,7) 


Prima di iniziare la risoluzione delle equazioni, facciamo ancora 
un'osservazione. La soluzione generale delle equazioni (81,3-4) ha la 
forma f- (z — x') + f* (x + x’). Partendo dalle equazioni (81,3-4), 
(81,1) e dalla definizione delle funzioni DE, e DË, si può mostrare 
che le parti delle funzioni di Green dipendenti dalla somma x + a 
non danno nessun contributo nell’espressione (81,1) per la forza. 
Non ci soffermiamo su ciò, poiché questo risultato è evidente a priori 
dalle considerazioni fisiche seguenti: ponendo z = x’ nella soluzione 
della forma f*;(zi+ x’) otterremmo un flusso di impulso nella fessu- 
ra, che dipenderebbe dalla coordinata, in contraddizione con la legge 
di conservazione dell’impulso. Perciò in seguito, nel risultato scrive- 
remo solo le espressioni per quelle parti delle funzioni di Green Din 
che non dipendono da z + z’. 
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Passiamo ora alla ricerca della funzione Ø,,. Essa verifica le 
seguenti equazioni: 


(m-f) Zale, x')=0, xa<0, 
(0-17) 220, x)=0, z>l, (81,8) 


(vi) Zale, )=—dadle—20), | O<s<l. 


8 ‘dr? 
Di qui ricaviamo 
D, =A, a<0, Day= Bees, x>I, 
D, = Cahe + Cento — DE eosalan 2", O0<r<l° 


Nell'ultima espressione si è tenuto conto che, in virtù della terza 
equazione (84,8), la derivata d2,,/dx ha un salto uguale a 4n in 
x = x'. Definendo A, B, Cı, Ca (funzioni di z’) mediante le condi- 
zioni al contorno di continuità di Z,, e dD,,/dr, otteniamo 

4n 2n aea 

ma bve) E wala x, 0<xr<l, 


Da = 


dove 
A=1- elvi (it Wg) (Wa +Ws) 


(wi — wg) (Wz — ws) * 


Sottraendo il valore Jz per w,=w,=%w3 (in questo caso 
1/A=0) otteniamo il risultato definitivo... 


- 4n 
In = pa W3 (z— zr’). 


Analogamente, risolvendo l’equazione per J,,, otteniamo (dopo 
la sottrazione) 


ánw 
Ta: ch w; (x— z’), 


A, — 1 — e2vs (vati) (Eatva + wa) 
1 (E1Wg — W1) (E2W3 — Wa) 


Dyy= 


e, utilizzando l’(81,7), 
mn x áni 
E 


SIAE ång? 
R ERWA: 


sh w; (z— 2°), 


ch w, ({£x— z’).. 
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Calcolando ora le funzioni DE e JẸ, trasformandole in seguito 
secondo 1’(81,2) e sostituendo nell’(81,1), otteniamo 


æ% æ 


F()= -$ D j w (5 tHE) ada. 


n=0 0 


Infine, passando alla nuova variabile di integrazione p, in accordo 
con g = n Vp? — 1, e tornando alle unità comuni, arriviamo 
all'espressione definitiva per la forza F agente sull’unità d'area di 
_ciascuno dei due corpi divisi da una fessura di larghezza ł: 


o 


ros D a |r (EREE e (2a) 


(s1 + p&1) (S2 + per) 2PEn o Mi 
+ rea ep (F 1) I] Jar (819) 


dove 
s=Vei+p3 s,=Ve-1+pì, t=2nnT/h, 


€, €, sono funzioni della frequenza immaginaria © = iĉa; ricor- 
diamo a questo proposito che e (i) è una grandezza reale positiva 
decrescente monotonamente dal suo valore elettrostatico e, per 
L=0 fino a 1 per Ẹ = 001). I valori positivi di F corrispondono 
all’attrazione dei corpi. L'espressione integranda in ciascuno degli 
addendi della somma nell’(81,9) è positiva e per ogni p e &, dati 
decresce monotonamente all'aumentare di / 2). Ne segue che F > 0 
e dFldl < 0, vale a dire che i corpi (separati da una fessura vuota) 
si attraggono con una forza decrescente monotonamente all’aumentare 
della distanza. - 

La formula generale (81,9) è molto complicata. Tuttavia, la si 
può semplificare notevolmente in quanto l'influenza della tempera- 
tura sulla forza di interazione è di solito assolutamente inessenzia- 
le 3). Infatti, grazie all’esistenza degli esponenti nelle espressioni 
integrande dell’(81,9) il ruolo principale nella somma spetta soltanto 
ai termini per i quali n ~ c/l o n ~ ck/1T. Nel caso IT/ch <1 


1) La formula (81,9) è dedotta partendo dall'ipotesi che i due corpi siano 
isotropi. Perciò la sua applicabilità ai cristalli è legata alla: possibilità di tra- 
scurare l’anisotropia della loro costante dielettrica. Sebbene nella maggioranza 
dei casi ciò sia completamente ammissibile, bisogna tener presente che l’aniso- 
tropia dei corpi implica, in generale, un effetto ancora più specifico, ossia la 
Sa di un momento di forze che fa ruotare i corpi l'uno relativamente 
all’altro. 

2) È facile convincersene osservando che per s = (e — 1 + p?)!/? (dove 
pP = 1) si verificano le disuguaglianze ep > s > p per e >i. 

3) Parlando dell'influenza della temperatura, astraiamo da quanto è legato 
alla dipendenza dalla temperatura della costante dielettrica stessa. 
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rivestono, quindi, importanza gli n grandi per cui nell’(81,9) si può 
passare dalla sommatoria all'integrazione in dn = Rdt/2nT. In 
questo caso la temperatura scompare dalla formula e si ottiene] il 
seguente risultato: 


__a Cf (s1-4+-p) (2+ p) 2pt -1 
FD = -zaa f f Pe (Eet (41) + 
(s1-+ P81) (S2 + pes) 2P% ar tai 
+[ ENER TA exp ( A 1) 1] } ap dt, (81,10) 


In accordo con quanto detto, questa formula è applicabile a distanze 
l < ch/T; già a temperatura ambiente ciò fornisce distanze pressap- 
poco fino a 10-* cm. La formula (81,10) consente una notevole 
semplificazione ulteriore nei due casi limite. 


$ 82. Forze di interazione molecolari fra 
solidi. Casi limite 


Soffermiamoci dapprima sul caso limite di distanze « piccole », 
con cui si intendono distanze piccole rispetto alle lunghezze d’onda 
Ao che caratterizzano gli spettri di assorbimento dei corpi in que- 
stione. Le temperature di cui si potrebbe trattare per i corpi conden- 
sati sono in ogni caso piccole rispetto alle Rœ, importanti? qui (nella 
parte visibile dello spettro, ad esempio); questa è la ragione per cui 
la disuguaglianza Tl/ħc < 1 è verificabile a priori. 

Grazie all’esistenza del fattore esponenziale ai denominatori 
dell’espressione integranda, per l'integrazione in dp è importante 
il dominio in cui pil/c ~ 1. In questo caso p > 4; perciò nel definire 
il termine principale nell’integrale si può porre sj s, p. In 
questa approssimazione il primo termine fra parentesi graffa nel- 
1°(81,10) si annulla. Il secondo termine, invece, dopo l’introduzione 
della variabile di integrazione z = 2pģl/c darà 


oo 


(apei etd ea] asat (82,4) 
0 


h 
F()= 165253 (€1— 1) (821) 


(il limite inferiore d'integrazione su dr deve essere sostituito da zero 
in questa approssimazione) 1). 


1) L'integrale della forma 
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In questo caso la forza risulta essere proporzionale al cubo della 
distanza, il che, fra l’altro, c’era da aspettarselo in accordo con la- 
legge ordinaria delle forze di Van der Waals fra due atomi (si veda 
più avanti la nota alla pag. 416). Le funzioni e (it) — 1 decrescono 
. monotonamente all’aumentare di % e tendono a zero. Pertanto i 
valori di ¢, a partire da un certo Ẹ ~ %y, cessano di dare un contribu-- 
to essenziale all’integrale; la condizione di Z piccolo significa che 
deve essere l <& c/Îo. 

Mostriamo in che modo si può passare dalla formula macroscopica 
(82,1) all’interazione fra alcuni atomi nel vuoto. A tal fine suppo- 
niamo che formalmente i due corpi siano sufficientemente rarefatti. - 
Dal punto di vista macroscopico ciò significa che le loro costanti 
dielettriche sono vicine a 1, cioè che le differenze e, — 1 ed e, — 1 
sono piccole. Allora dall’(82,1) ricaviamo con la precisione richiesta. 


i co œœ = 
F= | | s'e" (e,—1)(er—1)dedt= 
0 0 


S DL f [e; Gt) —1] [e2 (i) — 1] di. 
0 


Esprimendo e (i ©) mediante Im e(o), sull’asse reale œ secondo 
1’ (80,18) otteniamo : 


___h Ç 0102 Im £, (01) Im 2, (02) 
F= | f I rata _* 
x dt do, dos = -raa || eine dodo. (82,2) 
i 0 


Questa forza corrisponde all'interazione di atomi con energia 


U (r) i 3h f f Im E1 (01) Im 82 (@2) do, dòz, (82,3) 


8n4n,nor5 O + 0g 


al variare di a da œo a 1 cambia poco: da 1 a 1,2. Pertanto è possibile rappre- 
sentare con precisione praticamente sufficiente la formula (82,1) come segue: 


2 ga (elle 0-1] 
F=. © f ler OP] lea (O F1 E 


La grandezza ‘© funge da frequenza caratteristica per gli spettri di assorbimento 
di ambedue i corpi. 
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dove r è la distanza fra gli atomi; n4, ng le densità di numeri di ato- 
mi in ambedue i corpi 1). Questa formula coincide con la nota formu- 
la quantomeccanica dei London, deducibile mediante la comune teo- 
ria delle perturbazioni, applicata all’interazione di dipolo fra due 
‘atomi (si veda il problema al $ 89 del volume III). Nel confronto si 
deve tener conto che la parte immaginaria di e (œ) è legata alla 
densità spettrale delle « forze oscillatorie » f (œ) dalla relazione 


271262 


2d nf (©) 


o Im e (w) = 


{e ed m sono, rispettivamente, la carica e la massa dell'elettrone; 
si veda VIII, $ 62); quanto alle forze oscillatorie, esse si esprimono, 
‘come è noto, mediante i quadrati degli elementi matriciali del mo- 
mento di dipolo) degli atomi (si veda III (149,10). 
Passiamo al caso inverso di « grandi » distanze l > Ao. Ma sup- 
porremo, tuttavia, che le distanze non siano tanto grandi da poter 
. violare la disuguaglianza /T/fic < 1. 
Nella formula (841,10) introduciamo di nuovo la nuova variabile 
di integrazione x = 2plt/c, ma come seconda variabile lasciamo ora &, 
anziché p. Allora e, ed e, risultano essere funzioni dell'argomento 
it = ixc/2pl. Ma, grazie all’apparizione di e” ai denominatori del- 
l’espressione integranda, sono importanti nell’integrale in dx i 
valori x ~ 1, e poiché p > 1, l’argomento della funzione € per 
grandi l è vicino a zero in tutto il dominio fondamentale delle va- 
riabili. Ne consegue che £, ed e, si possono sostituire semplicemente 
con i loro valori per $ = 0, cioè con le costanti dielettriche elettro- 
statiche &,0, €29. In tal modo, abbiamo infine 


h 00 
i c 
ia 327214 


rata 8 


2° fT Goto) (otp) a 4t. 
0 P? { (s10— P) (S20 — P) S 1] j 
[ (rot peno) (aot piao) eeg J'Y dp dz, 


(S10 — PE10) (S20 — PE20) 


I seta. (82,4) 

810 = Ven 14 p?, S20= Vewt 14 p. 
La legge di decrescenza della forza con la distanza (come 17‘) cor- 
risponde nel dato caso alla legge di decrescenza delle forze di Van 
der Waals fra due atomi tenuto conto del ritardo (si veda più avanti). 


1) Se l’energia potenziale dell’interazione degli atomi 1 e 2 è U(r) = 
= —ar-*, l'energia totale delle interazioni a coppia di tutti gli atomi nei due 
semispazi separati da una fessura di larghezza ! vale Utot = —asn,n,/12/?, 
mentre la forza F = dUtot/dl = artnin,/613. In ciò risiede la corrispondenza fra 
le formule (82,2) e (82,3). 
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La formula (82,4) si riduce a un'espressione molto semplice nel 
caso in cui i due corpi sono metalli. Nei metalli la funzione e (it) + 
—> œ per — 0; pertanto si deve supporre per essi e, = œ. Po- 
nendo &,9 = €29 = œ, otteniamo 


ao œ 
— he a*dpda _ n hc 
rs 161213 | f p? (e> —1) — 240 18 (82,5) 


m 


(H. B. G. Casimir, 1948). Questa forza in generale è indipendente 
dalla specie di metallo (proprietà == — 
che non si verifica a piccole di- g) 
stanze quando la forza di inte- 30 
razione dipende dal comportamen- 
to della funzione e (i¢) per tutti 
i valori di % e non soltanto per 
t = 0). 

La fig. 18 rappresenta il gra- 
fico della funzione qa (80) che 
definisce la forza d'attrazione fra 
due dielettrici identici (e,, = 
= £29 = €0); la formula (82,4) è 
rappresentata nel seguente modo: 

n° he f £&o—í1 )2 

F=35 E (TT | Paa (E0). 


(82,6) 


La stessa figura dà il grafico della 
funzione @am (£o) che definisce 
la forza d'attrazione fra un dielettrico e un metallo (£19 = £p, 
€% = œ) secondo la formula 1) 


Fig. 18 


n? hc e—1 


F = 0 E e FT Pim (80) (82,7) 


Nell'(82,4) effettuiamo il passaggio all'interazione fra singoli 
atomi, così come abbiamo fatto sopra nella formula (82,1). Per 
£o — 1 piccole abbiamo 


E 1 
2p 


1 
s= P= 57, So-Pto=(%—1)(-p+37) 


1) Per 8, + 1 le funzioni Pad e Pam tendono rispettivamente ai valori 0,35 
e 0,46 corrispondenti alle leggi limite (82,8) e (1) del problema nel presente 
paragrafo. Per e9-+ co ambedue le funzioni tendono al valore 1 corrispondente 
alla formula (82,5). 
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e l’integrale (82,4) diventa 


-x 2 + 2 pi 
Ft (en) (em) | aeae (ERE ap, 
da cui 
h 23 
F=- Fis (Cio 1) (e. 1). (82,8) 


Questa forza corrisponde all'interazione di due atomi con energia 


U(r)=-—2% aa (82,9) 


dove a,, Œa sono le polarizzabilità statistiche degli atomi (e, = 
= 1 + 4ana). La formula (82,9) coincide con il risultato del calcolo, 
secondo l’elettrodinamica quantistica, dell’attrazione fra due atomi, 
a distanze sufficientemente grandi quando diventano notevoli gli 
effetti di ritardo (si veda IV, $ 85). 

Infine, consideriamo distanze così grandi che sia verificata la 
disuguaglianza lT/ħc > 1, inversa di quella che occorreva per poter 
trascurare l’influenza della temperatura. In questo caso, fra tutti 
i termini della somma nell’(81,9) si deve conservare soltanto il 
primo. Tuttavia non si può porre in esso n = 0 poiché compare 
un’indeterminazione (il fattore n si annulla, ma l'integrale in dp 
diverge). Si può superare questa difficoltà introducendo dapprima 
la nuova variabile di integrazione z = 2pģnl/c in luogo di p (per 
cui il fattore ù} scompare). Ponendo in seguito Gn = 0, otteniamo 


T Caf entest IT 
F = Tnn [erge —1] dx, (82,10) 


Quindi, a distanze sufficientemente grandi la decrescenza della forza 
d’attrazione si rallenta e segue di nuovo la legge /-*, ma con un 
coefficiente dipendente dalla temperatura (tutti i termini successivi 
della somma nell’(81,9) decrescono esponenzialmente con /). La 
condizione [7/fic > 1 è di fatto la condizione di classicità (žo < T, 
dove œ ~ c/l). Quindi, è naturale che l’espressione (82,10) non 


contenga È 1). 


1) Le formule ottenute nei $$ 8Î, 82 si possono generalizzare in modo tale 


che esse includano in sé il caso di una fessura fra solidi riempita di liquido e il 


caso di una pellicola liquida sottile su una superficie solida; si veda /. E. Dzja- 
loZinskij, E. M. Lifšits, L. P. Pitaevskij, UFN (Successi delle scienze fisiche) 


78, 384, 1961; Advances in Physics 10, 165, 1961. 
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PROBLEMA 


Trovare la legge di interazione di un atomo con una parete metallica 
a «grandi » distanze. 

Soluzione. Si può trovare l'interazione fra un singolo atomo e un corpo 
condensato considerando soltanto uno dei corpi (che sia il corpo 2) come mezzo 
rarefatto. Ritenendo 22, — 1 piccola e ponendo £1 = œ, otteniamo dall’ (82,4) 


œ œo 
hc (&20— 1) dp _ 3ħc(e€29— 1) 
Pe gana jtoe daa) = a (1) 
0 bi 
Se lene: „a dell'interazione fra l’atomo e la parete è U = —aZ-4 (essendo L 
la distanza fra l'atomo e la parete), allora l'energia dell'interazione degli atomi 
nel semispazio separato dalla parete dalla fessura ¿è U tot = —an/313 e la forza 


F = dUtoy/dl = an/l*. In accordo con il valore così ottenuto, F corrisponde 
all’attrazione di un atomo singolo verso la parete con energia 


U (L) = —3a,ħc/8n L4 (2) 
(H. B. G. Casimir, D. Polder, 1948). 


Nel caso di interazione di un atomo con una parete dielettrica si ottiene 
con lo stesso metodo il seguente risultato: 


3a, 810— 1 
O e ETA en Ti 


dove la funzione paa è rappresentata graficamente nella fig. 18. Per & — í 
essa tende al valore 23/30 = 0,77 corrispondente alla formula (82,8). 


Pad (E10)s 


$ 83. Andamento asintotico della funzione 
di correlazione in un liquido 


Le fluttuazioni elettromagnetiche ad onde lunghe implicano 
anche alcune proprietà specifiche della funzione di correlazione delle 
fluttuazioni di densità in un liquido omogeneo. 

Ricordiamo (si veda V, $ 116) che la funzione di correlazione 
v (r) è definita mediante la media del prodotto delle fluttuazioni 
di densità del numero di particelle n in due punti dello spazio nel 
seguente modo: 


(Sn (r,) ôn (r,)) = nô (r) + nv (r), r =r, — r, (83,1) 


La funzione di correlazione è legata all'interazione fra le particelle 
e il suo andamento asintotico alle grandi distanze è definito dalla 
parte di Van der Waals di questa interazione agente a grandi distan- 
ze. Pertanto v (r), come le forze di Van der Waals, decresce con la 
distanza . secondo una legge potenziale (J. Enderby, T. Gaskell, 
N. H. March, 1965). 

Ciò incide, ovviamente, anche sulle proprietà delle componenti 
di Fourier della funzione di correlazione v (k) = v (k). Se fra le 
particelle del liquido agissero le sole forze con raggio d'azione del- 
l'ordine delle dimensioni atomiche a, la funzione y (r) decrescerebbe 
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con la distanza secondo una legge esponenziale, con esponente ~r/a 1). 
Nei termini delle componenti di Fourier ciò significa che v (k) sareb- 
be una funzione regolare di ka, sviluppabile per ka < 1 in potenze 
pari di ka. Quanto alle forze agenti alle grandi distanze, esse implica- 
no la comparsa in v (k) di un termine (indichiamolo con v, (k)) che 
varia notevolmente già nel dominio k ~ 1/Xy (e non k ~ 1/a), 
dove à, sono le lunghezze d’onda caratteristiche nello spettro del 
liquido (A, > a). Nel dominio ka < 1 il parametro XA, può essere 
sia piccolo che grande; la funzione v, (k) ha in questo dominio carat- 
tere singolare. 

Per calcolare la funzione di correlazione sfruttiamone il legame 
con la derivata variazionale seconda dell’energia libera del corpo 
rispetto alla densità. Per definizione, questa derivata è la funzione 
® (r) che figura nell’espressione 


6P=4 | @(Ir,—r2]) ôn (r1) Ôn (r4) Pz, dî (83,2) 


che dà la variazione dell'energia libera dovuta alle fluttuazioni 
della densità (per una data temperatura). La componente di Fourier 
ọ (k) = ọ (k) di questa funzione è legata alla funzione cercata v (k) 
dalla relazione 


T 
nq (k) 


(si veda V (116,14)). Sottolineiamo che questa formula suppone la 
classicità delle fluttuazioni per cui deve essere Ao < T, dove œ è la 
frequenza delle oscillazioni con vettore d'onda k. Ponendo œ ~ ku 
(dove u è la velocità del suono nel liquido), otteniamo la condizione 


hku<T (83,4) 


corrispondente alle distanze r > hu/T. , 

La parte « regolare » della funzione ọ (k), legata alle forze a corto 
raggio d'azione, è sviluppabile in potenze di k; limitandoci (per 
ka < 1) al primo termine dello sviluppo e indicandolo con b, seri- 
viamo 


v (k)= —1 (83,3) 


p (k) = b + pı (k), (83,5) 
dove @, (k) è la parte « singolare » della funzione che ci interessa ?). 


1) Si tratta di un liquido a temperature -T ~ 8 (dove O ~ Ru/a è la « tem- 
peratura di Debye » del liquido) e lontano dal punto critico. Nell’intorno del 
punto critico il raggio di correlazione cresce indefinitamente (si veda V, $$ 152, 
153). Esso cresce anche a temperature basse e per 7 < © risulta essere dell’ordi- 
ne di grandezza di fu/T (si veda più avanti il $ 87). 

2) La costante b si esprime mediante le grandezze termodinamiche del 
liquido secondo la formula b = È: (=) (si veda V, § 152). 

n\@n!T 
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Siccome le forze di Van der Waals sono relativamente deboli, 
Qı (k) < b e pertanto il risultato della sostituzione dell’(83,5) nel- 
1°(83,3) si può scrivere nella forma 


T T 
v(A==-1-=q (k). (83,6) 


Essendo lineare il legame fra v (k) e @; (k), la funzione ~v (r) a distanze 
grandi è semplicemente 


v= a). (83,7) 


Già al primo termine (indipendente da k) nell’ (83,6) corrisponde una 
funzione delle coordinate di forma costante-$ (r) legata alle forze 
ad azione ravvicinata (a prescindere dal loro raggio d'azione). 

Per definire p, (r) partiamo dalla formula (80,11) che esprime 
la variazione dell’energia libera. Scrivendo in essa 


-ôe (its, r)= S ôn (r) (83,8) 
n 
vediamo che l’espressione 


T a , de (ite) 
T Anhe? > ED u (Es; r, r) Co 


s=0 


rappresenta la derivata variazionale prima dell’energia libera rispet- 
to alla densità. Per la derivata seconda occorre, a sua volta, far 
variare questa espressione, cioè trovare 1) 


oœ š i 
qaia D C6Dn (tir, r) EE, (83,9) 


s=0 
La funzione Z stessa verifica l'equazione (79,8), 


2 
S 


a 
[a UA + E (ite, r) ôn | Da Ca r, r) = 
© = —4nħôs (r— r’), (83,10) 


la cui variazione fornisce la seguente equazione: 


2 . 2 o 
[aa dh +É e (iZ) ôn | ôDm (Gs; r, r’) = 


= — ËÈ e (ite, r) Din (Gr, r’). (83,11) 


c2? 


1) Varia soltanto la funzione Ø;;. La variazione della funzione e condur- 
rebbe alla comparsa di un termine della forma costante -$ (r) nella @ (r), che 
non ha niente a che fare con le forze agenti alle grandi distanze. 
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Si può scrivere immediatamente la soluzione dell'equazione (83,11) 
osservando che, in virtù dell’(83,10), la funzione « imperturbata » 
Di è la funzione di Green di questa equazione; perciò 


SD n (a3 1, 1°) = 77 | de (it, 1°) Dan Gai 1°, 1°) Du Gai 1°, rida" 


(qui si è tenuto presente anche che D;; (r, r") = Ju (r°, r)). « nfine, 
sostituendo in essa 1’(83,8) e poi l’espressione così ottenuta nell’(83,9), 
otteniamo la derivata variazionale seconda 


T ci ðe (i 2 
P (r) = — War Xt [2] Dim (Esi ria ra) (83,12) 
s=0 


(r = |r; — r, |). Questa formula assieme all’(83,7) dà l’espressione 
cercata della funzione di correlazione v (r) per r > ħulT (M. P. Ke- 
moklidze, L. P. Pitaevskij, 1970). 

La condizione (83,4) fatta prima per i vettori d’onda è equivalen- 
te a quella r > X#u/7 per le distanze. Se contemporaneamente a questa 
condizione si limita il dominio dei valori di r anche superiormente, 
e cioè 

helT >r> hulT, (83,13) 


allora nella somma saranno essenziali i valori grandi s e la sommato- 
ria sulle « frequenze » discrete b, = 2a Ts/Á si può sostituire con 
l'integrazione in ds = /d&/2xnT: 


LELLO 
vole nb2hes l [z dn ] SDim(G ty ra) pr. (83,14) 


—__ La funzione J ım si ottiene dalla (77,6) per sostituzione œ + it. 
Effettuando la derivazione ed elevando al quadrato, otteniamo 
2h° _ Di 2 5 6 3 
Din= (++ atta) 


r 


w= rgy e (ib)/e. 


La sostituzione dell’ (83,15) nell’(83,14) conduce a un’espressione 
Darco complicata che, però, si rende più semplice in due casi 
imiti. 

Nel caso di distanze « piccole » (r & Ao, cfr. il $ 81) nell’integrale 
ha importanza il dominio ¢ ~ c/o; in questo caso rẸ/e < 1 in modo 
che nell’(83,15) si può sostituire 1 al fattore esponenziale e conservare 
nelle parentesi il solo ultimo termine. Allora troviamo 


83,15) 


1613nb? an e? (it) ? 


=m Arr To rea (83,10) 
0 
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L'immagine di Fourier di questa funzione è” 
v (= AR, hr DA. (83,17) 


Nel caso inverso di distanze « grandi » (r > ào) nell’integrale ha 
importanza il dominio $ ~ c/r & clh ~ o. Pertanto è possibile 
sostituire e (i¢) con il suo valore elettrostatico €, e portare (0e/0n)? 
fuori dal segno di integrazione nell’(83,14). Dopo questa operazione 
l'integrazione procede in modo elementare (fra l’altro, tutti i termi- 


ni dell’(83,15) danno un contributo dello stesso ordine di grandezza). — 


Come risultato abbiamo 


__ B 23AcT deoi) Z 
vere Be rata l a) T> (88,18) 


L'immagine di Fourier di questa funzione è 


v(k)= — 3 BH in khp Wagi. (83,19) 


$ 84. Espressione operatoriale per la costante 
dielettrica 


In questo paragrafo otterremo una rappresentazione utile della 
costante dielettrica di un mezzo mediante il commutatore dell’ope- 
ratore di densità di cariche (Ph. Noziéres, D. Pines, 1958). Questa 
formula è analoga a quella di Cubo e tiene conto delle caratteristiche 
del campo elettromagnetico. 

Consideriamo un mezzo omogeneo che abbia dispersione sia 
temporale che spaziale della costante dielettrica. Ciò vuol dire che 
l’induzione D (t, r) dipende dai valori dell’intensità E (t, r) non 
soltanto agli istanti precedenti, ma anche negli altri punti dello 
spazio. Questa dipendenza può essere rappresentata nella forma 
generale seguente: 


D; (t, r)= E; (t, r) + f f fin (T, r°) Ep (t— T, r— r’) d3z'dr. (84,1) 
) 


1) Un’integrazione immediata in coordinate sferiche nello spazio k cone 
sente di ottenere 


k z d3k Il (v-+2) sen (xv/2) 
I= lim ikr- Àk; Y = 
Y ao d C e e  * 


L'integrale necessario per verificare la formula (83,17) è /3. Quello, invece, che 
aiuta a verificare la formula (83,19) si calcola come dIyldv per v = 4. 
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Per un campo monocromatico in cui E, D œ exp [i (kr — œt)], 
questo legame si riduce a 


D; = Eik (o, k) Eks (84,2) 
dove 


Er (0, k) = ir + f { fin (T, n°) è r-k d3r' di. (84,3) 
0 


Ci limiteremo al caso in cui il mezzo è non soltanto omogeneo, 
ma anche isotropo e privo di attività ottica naturale. Allora la 
costante dielettrica resta un tensore, ma formato con il solo vetto- 
re k. La forma generale di questo tensore è 


em=e1(0, k) EŻ +e, (0, k) (In). (84,4) 


Le funzioni scalari e; ed e; si chiamano rispettivamente permeabilità 
elettriche longitudinale e trasversale. Se il campo E è potenziale, cioè 
E = — Vp, allora nel caso di onda piana E sarà parallelo al vettore 
d'onda (E = —ikọ) e si avrà D = &;E. Se, invece, il campo è sole- 
noidale (div E = ikE = 0), allora E sarà perpendicolare al vettore 
e si avrà D = E. 

Ricordiamo (si veda VIII, $ 83) che per questa descrizione delle 
proprietà di un mezzo non ha senso la distinzione della media della 
densità microscopica di corrente pv (essendo p la densità delle cari- 
che) in due parti, ôP/ôt e c rot M, dove P è la polarizzazione elettrica 
e M la magnetizzazione del mezzo. In altre parole, le equazioni di 
Maxwell si scrivono nella forma 


1 ôB 

rtE=—-— <a rot B=- -5 

senza introdurvi neanche il vettore H (accanto all’induzione magne- 
tica B che è l’intensità microscopica media del campo magnetico). 
Tutti i termini che compaiono in seguito all'operazione di media 


delle correnti microscopiche sono supposti inclusi nella definizione-- 


D = E + 4nP, pv = dP/òt. 

Nelle applicazioni presenta grande interesse la permeabilità 
longitudinale, per la quale dedurremo una espressione operatoriale. 
Questa si ottiene analizzando la reazione del sistema a un campo 
elettrico potenziale Eest = — V@est collaterale (cioè creato da sor- 
genti esterne rispetto al sistema). 

L'operatore di interazione del sistema con questo campo si 
scrive come segue: i 


Pa | P (t, T) Pest (È, r) d°z. (84,5) 
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dove p (t, r) è l'operatore di densità di carica nel sistema. Confron- 

tando questa espressione con la formula generale (75,8) e considerando 

Pest come «forza generalizzata » f, troviamo immediatamente in 

base alle formule (75,9-11) le componenti di Fourier rispetto al 

tempo della densità media di carica 

Po(1)=— 7 f feio (p (t, £) p (0, r')—P (0, r’) p (t, r)) PE (1°) dex’ di. 
0 


Passando qui anche alle componenti di Fourier rispetto allo spazio 
~e tenendo presente che, in virtù dell’omogeneità del sistema, la 
media del commutatore dipende unicamente dalla differenza r — r’, 
otteniamo . 


Pok = o (0, k) PSO, (84,6) 
dove 


i 


a(o, k)= —+ { È eitot-xm G (t, r) Ê (0, 0)— 
Ai) i 


og 


— P (0, 0) $ (t, r)) d'z dt. (84,7) 


La densità media delle cariche è legata al vettore di polarizza- 


zione del mezzo dalla relazione p = —div P (si veda VIII, $ 6). 
Ne segue che le componenti di Fourier sono 


= . ., 8-1 

Pok = —ikPok = —i T KEok 
D'altra parte, Agest = —4pest, dove Pest è la densità delle cariche 
che creano il campo collaterale; l’induzione D, invece, è legata a 
questa densità dall’equazione div D = 4npest. Da queste due equa- 
zioni ricaviamo 


ån ig: 
fest) ra piest = 7 KEor- 


Infine, sostituendo queste espressioni nell’ (84,6), otteniamo l’e- 
spressione cercata della permeabilità dielettrica longitudinale 


© 1 ån 

zop ita eO k). (84,8). 
Con p(t, r) nell’ (84,7) si deve intendere, a rigore, l'operatore di 
densità delle cariche di tutte le particelle del sistema: elettroni 
e nuclei. Tuttavia, in tutto l'intervallo essenziale dei valori di œ 
e k sono di solito soprattutto gli elettroni a contribuire alla permeabi- 
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lità; pertanto con p si può intendere e (n — n), dove n è l'operatore 
di densità elettronica e n la sua media. 

Le formule (84,7-8) si possono trasformare ancora esprimendole 
mediante gli elementi matriciali delle componenti di Fourier del- 
l'operatore p. A tal fine riscriviamo preliminarmente 1'(84,7) nella 
forma 


l 


a (0, k) = — iy | e49 (Ox (£) P_x (0)— P-k (0) Px (1) dt (84,9) 
0 


(essendo V il volume del sistema). Gli elementi matriciali dell’ope- 


ratore di Heisenberg Ôk (t) si esprimono mediante gli elementi 
matriciali dell'operatore di Schrödinger come segue: 


(Pr (t))ma = emnt (Pr) mn- 


Sviluppando il prodotto di operatori secondo la regola di moltipli- 
cazione tra matrici e integrando secondo la (31,21), otteniamo infine 


1 án 1 l 
£; (0, k) =1+ REVO 5 owl {520 aren (84,10) 
n 


dove l'indice 0 si riferisce al dato stato, per il quale si cerca la per- 
meabilità dielettrica. i 


$ 35, Plasma degenere 


. Consideriamo un plasma completamente ionizzato, in cui gli 
ioni formano un gas classico (di Boltzmann), mentre la componente 
elettronica è già degenere. Per questo stato la temperatura deve 
soddisfare le condizioni 


Dr Mi K T s Ues 
cioe : 
AnBIm, < T <S hnhm, | (85,1) 


(He, H; sono i potenziali chimici degli elettroni e degli ioni nel 
plasma; me, mi le loro masse; n la densità del numero di particelle; 
nelle stime non si fa distinzione fra ne e n;). Al tempo stesso suppor- 
remo che il plasma sia solo debolmente non perfetto. Allora l'energia 
di interazione coulombiana fra due particelle distanti l'una dal- 
l'altra l ~ n"? deve essere piccola rispetto alla loro energia cinetica 
media g. Per gli ioni e ~ T e per gli elettroni e— pu, n°8h?/m,. 
Di qui ricaviamo le condizioni 


Mlh < nf < Tle. (85,2) 
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Al $ 80 del volume V è stato mostrato che per queste ipotesi la 
sorgente principale di correzioni alle grandezze termodinamiche del 
plasma (rispetto a valori per un gas perfetto) è l’interazione di scam- 
bio fra gli elettroni; l’energia di questa interazione (riferita all'unità 
di volume del plasma) risulta valere —e?n#3. La correzione di corre- 
lazione (che è fondamentale nel plasma classico) nel plasma degenere 
è,jinvece, piccola rispetto a quella di scambio, nel rapporto di n, 
dove n = mee?/f?nY/* & 1. Cionondimeno, il suo calcolo per il 
plasma degenere presenta un interesse metodologico e fornisce un’il- 
lustrazione istruttiva di applicazione della tecnica dei diagrammi. 

L'operatore di interazione coulombiana fra le particelle del pla- 
sma si scrive nella forma 


le (gag A Si 
= patt __Za5b__ de Bp 381 (QE 
y z se dt ieri Pie Poa dir dr, (85,3) 
a, 


dove gli indici a, b enumerano le diverse specie di particelle (elettro- 
ni e le specie di ioni); ząe è la carica delle particelle (per gli elettroni 
Ze = —1). Considerando gli operatori w nella rappresentazione di 
Matsubara, otteniamo così anche l’operatore di interazione in questa 
rappresentazione. La tecnica dei diagrammi per il calcolo della 
media (V) (secondo la distribuzione di Gibbs) si costruisce in seguito 
al solito modo con il passaggio alla rappresentazione dell’intera- 
zione per gli operatori di Matsubara; come risultato si ottiene una 
serie della teoria delle perturbazioni che è lo sviluppo di (V) in 
potenze di e?. 

L'espressione (85,3) non contiene variabili « libere » (sulle quali 
non si sarebbe integrato). Nella tecnica dei diagrammi questa cir- 
costanza è espressa nel seguente modo: i termini della serie della 
teoria delle perturbazioni per (V) sono rappresentati da diagrammi 
senza estremità libere. Conveniamo di mettere in corrispondenza alle 
linee .tratteggiate di questi diagrammi (con i quadrimpulsi Q = 
= (È, q)) i fattori 1) 


43 
q2 


—ọ (q4) = — (85,4) 


(non dipendenti da s) cioè la componente di Fourier cambiata di 
segno del potenziale ọ (r) del campo della carica unitaria. Alle curve 
continue deve essere attribuito (insieme con il quadrimpulso P = 
= ($s, p)) anche l’indice a che distingue le varie specie di particelle; 


1) Injseguito poniamo in questo paragrafo à = 1, c = 1 mentre e esprimo 
la carica elementare (e> 0). 
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a ognuna di queste curve si mette in corrispondenza il fattore 
— 5% (P), ossia la funzione di Green cambiata di segno delle 
particelle libere a. Tutte le curve continue del diagramma formano 
in questo caso dei cappi chiusi, ciascuno dei quali contiene « anelli » 
con indici a identici. A ogni vertice del diagramma, ossia al punto 
di intersezione della curva tratteggiata con quelle continue della 
specie a, si mette in corrispondenza il fattore ze. Ogni cappio di 
fermioni fornisce un fattore complementare (—4). I diagrammi 
costruiti secondo queste regole danno i termini dello sviluppo della 
grandezza 


2 A 
i (85,5) 


Il fattore V a denominatore rappresenta il volume del sistema; 
questo fattore è dovuto al fatto che l’espressione integranda in cia- 
scun termine della serie dipende unicamente dalla differenza delle 
coordinate, e perciò una delle integrazioni in d?r dà semplicemente 
il volume V. Il segno negativo nell’(85,5) è il risultato della defini- 
zione delle linee tratteggiate secondo la regola (85,4), cioè con il 
segno negativo davanti a @ (q). Il fattore 2 è comparso in seguito 
al trasporto del fattore 1/2 dell’(85,3) a primo membro dell’ugua- 
glianza. 

La teoria delle perturbazioni del primo ordine contiene diagram- 


mi di due tipi: 
Q 
2 Lil 


b) 10) (85,6) 
Ni; n 


con tutti gli a e b possibili. Diagrammi del tipo (85,6a) si ottengono 
per convoluzione di operatori p considerati in punti uguali dello 
spazio. Questi diagrammi corrispondono all’interazione coulombiana 
diretta delle particelle a e b, distribuite uniformemente nello spa- 
zio: i contributi di questi diagrammi si elidono mutuamente (som- 
mando su tutte le coppie a, b) essendo il plasma elettricamente 
neutro. Diagrammi del tipo (85,6b) si ottengono, invece, per convolu- 
zioni di operatori w di argomenti distinti e corrispondono all’intera- 
zione di scambio delle particelle di una data specie a. Il calcolo di 
questo diagıamma conduce ai risultati già ottenuti nel $ 80 del volu- 
me V. 
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Nell’ordine che segue compaiono diagrammi dei tipi seguenti: 


\ í ò si 7 (85,7) 


I diagrammi (85,7a-b) rappresentano correzioni al diagramma 
(85,6a) e per la stessa ragione si elidono mutuamente sommando su 
tutti gli a, b, c. I diagrammi (85,7 c-d) rappresentano piccole corre- 
zioni all’energia dell’interazione di scambio e non presentano qui 
interesse. 

Quanto al diagramma (85,7e), esso risulta essere « grande in 
modo anomalo » per divergenza dell’integrale corrispondente. Questa 
divergenza è dovuta al fatto che gli impulsi q di ambedue le linee 
tratteggiate nel diagramma sono identici (come ciò segue con evidenza 
dalla conservazione dell’impulso nei vertici). Perciò il diagramma 


contiene l'integrale | dala divergente per q piccoli come 1/9. 
Nelle approssimazioni successive compaiono anche (oltre ai 


diagrammi dei tipi correttivi) nuovi diagrammi « anulari » con’ 
divergenza ancora più forte. Così, il diagramma del terzo ordine 


a 
KA 
1 (Pd N 
è o 
$ fa) a i 


a tre linee tratteggiate con impulsi uguali q contiene l'integrale 
{ q-*d*q divergente come q. In generale, un diagramma anulare 


dell’n-esimo ordine, formato da n cappi continui congiunti da n 
curve tratteggiate, è divergente come g7(2*-3), 

La somma di una successione infinita di diagrammi anulari 
conduce, come vedremo, al taglio efficace delle divergenze su valori 
di q dell’ordine di un infinitesimo di e; pertanto tutti questi diagram- 
mi danno in (V) un contributo comune dell'ordine di (e°)?/e?-3 = 
= eì. Graficamente questo contributo sarà rappresentato dalla som- 
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ma (sulle specie di particelle) dei diagrammi”a’ scheletro 


! (85,8) 
A 
b 


dove la linea grassetta tratteggiata rappresenta la somma dell’insie- 
me infinito di diagrammi lineari 


3 —- (85,9) 


con numeri diversi di cappi continui. 

Mentre la linea tratteggiata sottile esprime il potenziale ọ del 
campo coulombiano di una carica isolata, quella in grassetto rappre- 
senta il potenziale del campo alterato dalla polarizzazione del pla- 
sma circostante; indichiamolo con ©. Quindi, tutto il contributo 
(85,8) fornisce la parte di correlazione cercata dell’energia media 
dell’interazione nel plasma. 

Introduciamo la notazione —@ (bs, q)/4x per la somma dei 
cappi continui semplici di tutte le specie di particelle ed indicheremo 
questa grandezza graficamente con un cerchietto chiaro: 


d 
=> Q= O (85,10) 
a 


Notiamo che l’argomento &, di questa funzione descrive valori 
« pari » È, = 2sn7 indipendentemente dalla statistica cui ubbidi- 
scono le particelle a. Infatti, in virtù della legge di conservazione 
delle frequenze in un vertice, questo argomento è uguale alla diffe- 
renza delle frequenze delle due curve continue; questa differenza è 
« pari » per termini della differenza sia « pari » che « dispari ». 

Con la notazione (85,10) la somma (85,8) sarà rappresentata da 
un diagramma a scheletro 


Pa aA (85,11) 
A © / 
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Quanto alla linea tratteggiata in grassetto, essa verifica l'equazione 
ai diagrammi ; 


(85,12) 


(completamente analoga alle equazioni (14,4) e (79,13)). In forma 
analitica questa equazione dice che 


~O ta = — p) o (0) EL 0, 4), 


da cui ~- — 3 fn 
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O (Ès, Ù=F-35Cd.: (85,13) 


Sarebbe utile considerare queste formule da un altro punto di 


vista per stabilire un legame con i diagrammi del $ 79. Il fatto è che ` 


l'interazione coulombiana fra le cariche si può considerare come 
risultato dello scambio di fotoni virtuali. In questo caso, però, è 
più comodo usare non la trasformazione di gauge (75,1), bensì la 
cosiddetta trasformazione « coulombiana » (si veda IV, $ 77) in 
cui — Doo è uguale esattamente alla componente di Fourier del 


potenziale coulombiano. La parte spaziale Djx in questa trasforma- - 


zione di gauge descrive il ritardo e l'interazione magnetica, cosicché 
la si può trascurare in un plasma non relativistico. Pertanto si può 
supporre che alle linee tratteggiate del diagramma (85,14) corrispon- 
da Joo di Matsubara, mentre la funzione # non è altro che la com- 
ponente Poo dell'operatore di polarizzazione. In accordo con la 
(79,18) si può scrivere, quindi, P (ts, q) = —g? le: (i [ts |, q)—1] 
(è facile vedere che in presenza di dispersione spaziale nella (79,18) 
entra proprio la permeabilità longitudinale £). Sostituendo questa 
espressione nell’(85,13), troviamo 


4n 
D (bse = ato (85,14) 


cioè, come deve essere, la componente di Fourier del potenziale 
della carica unitaria nel mezzo. 

Sviluppando il diagramma (85,11) secondo le regole generali 
della tecnica di Matsubara, troviamo 


ae x | a [P — P (Es O] (208° 


A VT P2 5 d? 
Pro=- -7 D | rL oO D Ee = 
VT P? (bs, q) d*q (85,15) 


Come vedremo più avanti, il ruolo principale nella somma spetta al 
termine in s = 0, mentre il corrispondente integrale è definito dal 
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dominio degli q piccoli. Quindi per il calcolo dell’(85,15) è sufficien- 
te di fatto trovare il valore limite # (0, q) per q — 0. È facile deter- 
minare questa grandezza partendo da considerazioni fisiche semplici, 


senza ricorrere al calcolo diretto mediante il diagramma (85,10). -— 


Per t.= 0, la funzione © (0, q) rappresenta l’immagine di 
Fourier del potenziale © (r) del campo elettrostatico della carica 
unitaria nel plasma. Il potenziale imperturbato @ (r) verifica l’equa- 
zione di Poisson con la funzione ô a secondo membro: Ag = —4n6ò(r). 
Quanto all’equazione per il potenziale ® alterato dalla polarizza- 
zione del plasma, essa si ottiene sommando al secondo membro la 
variazione $p della densità di cariche nel plasma sotto l'influsso del 
campo stesso: 


A® = —4x [ô (r) + dol. (85,16) 


D'altra parte, per q + 0 abbiamo a che fare con un campo che varia 
lentamente lungo il volume del plasma. In questo campo è valida la 
condizione di equilibrio termodinamico 


Ha + e24D = costante = uo, (85,17) 


dove ua è il potenziale chimico delle particelle della specie a, e p? 


il valore in assenza di campo. Da questa condizione ricaviamo la 
variazione della densità di particelle na, 


pa = ( De B y Öna = — eza D 


e, in seguito, la variazione della densità di carica: 
: ôn 
ôp = 5 EZaÔn, = — DI (eza)? ( TA la y? 
a a 
Sostituendo questa espressione nell’(85,16), otteniamo l'equazione 
AD — x = —4n6 (r), (85,18) 
dove si è introdotta la notazione 


n= 4ne? DI za ( dia 
a 


(85,19) 


Oa i UA 


Si vede dall’(85,18) che 1/x è il raggio di Debye di schermatura del 
campo nel plasma (cfr. V, $ 78). Infine, calcolando la componente di 
Fourier in ambedue i membri dell’equazione (85,18), troviamo che 


43 
D (0) =- 
e il confronto di questa espressione con 1°(85,13) dà 
P (0, Qlgio = — x? (85,20) 
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Integrando ora con questo valore di P nella formula (85,15), 
troviamo 


VT f 4ng? dq VT 


(Peor = — 205° ) peA Bn (85,24) 


Notiamo innanzitutto che l’integrale è convergente nel limite infe- 
riore e che sono i valori q ~ x a giocare in esso il ruolo principale. 
Per la componente ionica non degenere del plasma abbiamo dn;/0u;= 
= n;/T, e per gli elettroni ĝne/ĝue ~ Nele. È facile vedere che, in 
virtù delle condizioni (85,2), x < n e, quindi, anche q & n!/8, 


Ciò giustifica l’uso della condizione di equilibrio (85,17). Per giusti- 
ficare, invece, l’omissione di tutti i termini della somma nell’(85,15), 
tranne quello in s = 0, osserviamo che, secondo 1’(85,14), la polariz- 
zazione del plasma per frequenze non nulle è descritta dalla permeabi- 
lità dielettrica £; (œ, q). Secondo una nota espressione asintotica 
per grandi frequenze, €; (0) 1 — 4ange?/ne0? e pertanto 


ei (i |,})=1+ 


(si veda VIII, $ 59). In virtù delle condizioni (85,4-2), tutte le fre- 
quenze non nulle $, = 2sn7 > (nee’/me)!/? e, quindi, per esse si 
può già supporre che e (i | s |) = 1, cioè che la polarizzazione del 
plasma non esista e che #° sia piccolo. 

La formula (85,21) è espressa in funzione delle variabili termodi- 
namiche T, V, ua. Perciò il potenziale termodinamico Q del plasma 
può essere ottenuto per integrazione diretta dell’uguaglianza 


(za) 
de? JT, Via 


Annee? 
mel? 


=D (85,22) 


(si veda V (80,4)). Come risultato troviamo per la parte correlativa 
del potenziale £ la seguente espressione (in unità comuni): 


VT 2 VAVTe Ona 3/2 
Lc0r = — == 7 La l 2i Za ( Ta r r] (85,23) 
a 


(4. A. Vedenov, 1959). Secondo il teorema generale delle piccole 
correzioni, questa formula, espressa in funzione delle altre variabili 
termodiņamiche, fornisce la correzione agli altri potenziali termodi- 
namici. 

. Per un plasma non degenere, tutte le derivate dn/0pa = na/T, 
e allora la formula (85,23) diventa i 


Po E (Dan) (85,24) 


- vale a dire che 1/9 è grande rispetto alle distanze fra le particelle. 
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e fornisce la correzione all’energia libera, coincidente con l’espres- 
sione (78,12) del volume V. 

Nel caso di forte degenerazione degli elettroni nel plasma (T < 
< ue), la derivata dn/bue ~ Nelle « n /T. Nella somma su a 
nell’(85,23) si può, in generale, trascurare il termine elettronico, e si 
riottiene la formula (85,24) con la sola differenza che la somma in 
essa è calcolata soltanto sulle specie di ioni nel plasma. In tal modo, 
per degenerazione forte gli elettroni, in generale, non incidono sul 
raggio di schermatura e sulla parte correlativa delle grandezze 
termodinamiche del plasma. 
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FLUTTUAZIONI IDRODINAMICHE 


$ 86. Fattore di forma dinamico dei liquidi 


La funzione di correlazione delle fluttuazioni di densità, studiata 
al $ 116 del volume V, rappresenta il caso particolare di una funzione 
più generale che lega le fluttuazioni della densità non soltanto in 
vari punti dello spazio, ma anche in diversi istanti. Nella teoria 
classica questa funzione è definita come la media 


no (t; Tas Ta) = (Ôn (tis r;) Ôn (ta, ra)), (86,1) 


dove ¢ = t, — t3; alla definizione di o non partecipa il fattore n = 
= N/V rappresentante la densità media del numero di particelle. 
Per un mezzo isotropo e omogeneo (liquido, gas) la funzione (86,1) 
dipende da r, e r, soltanto in funzione della distanza r = |r; — r, Í 
fra due punti, ciò che sarà supposto più avanti. 

Nella teoria quantistica una funzione analoga è definita mediante 
il prodotto simmetrizzato degli operatori di densità dipendenti dal 
tempo (operatori di Heisenberg) nel seguente modo: 


nò (t, r) = (Ô (tas r4) EP (tas Ta) + ÔR (to, 13) ÔA (fa, r,)) (86,2) 


(in accordo con la definizione generale (118,4) del volume V). Tutta- 
via, qualche vantaggio in questo caso lo fornisce la definizione non 
simmetrica 

no (t, r) = (ôn (t,, r,) ôn (ta, ra)) (86,3) 
per la quale conserviamo la notazione o (t, r) !). Contrariamente 


alla funzione o (t, r), la funzione o (t, r) non è pari rispetto alla 
variabile #; è evidente che 


o (i, r)=4-{0(t, r)+0(—t, r)]. (86,4) 


1) Proprio questa funzione è una grandezza osservabile direttamente, ad 
Genio; nella diffusione anelastica dei neutroni in un liquido: si veda il pro- 
ema. 
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L'immagine di Fourier della funzione o (t, r) rispetto al-tempo 
e alle coordinate 


(0, k)=0(0, K) =f { el6t-km)g (t, r) dtdîxr (86,5) 


si chiama fattore di forma dinamico del mezzo. Data l’isotropia della 
funzione o (t, r), esso dipende unicamente dal modulo assoluto del 


.vettore d’onda. Dall’(86,4) segue che l’immagine di Fourier della 


funzione © (t, r) è 
Tio, k) =+ l0 (0, k)+0(—0, A). (86,6) 


La correlazione puramente spaziale delle fluttuazioni di densità 


del liquido è data dalla funzione (86,1) per t= 0: o (r) = 


= ø (t = 0, r) = o (t = 0, r). Questa funzione è legata alla fun- 
zione v (r) introdotta al $ 116 del volume V (e utilizzata al $ 83) 
dalla relazione ø (r) = v (r) + ô (r); le loro immagini di Fourier 
sono o (k) = v (k) + 1. Le funzioni 0 (k) o v (k) si dicono fattore 
di forma statico del liquido. Le funzioni o (œ, k) e o (k) sono mutua- 
mente legate dalla relazione integrale 


o (k) = | 0 (0, kje- 52 | = | o (0, k). (86,7) 
L'operatore di densità di Schrödinger (indipendente dal tempo) 

è dato dalla somma 
n(r)=Y 8(r—ro), (86,8) 


a 


calcolata su tutte le particelle del mezzo; le coordinate delle particel- 
le r, fungono da parametri (cfr. la (24,4)). Avremo bisogno più 
avanti delle componenti dello sviluppo di Fourier di questo operatore 
nelle coordinate 


Me f hi (r) e-ik" dix = Ye Ma, (86,9) 


Il passaggio all'operatore di Heisenberg (dipendente dal tempo) 
si effettua in base alla regola generale 


n (t, r) =exp (iÊt/h) n (r) exp (—iÎt/ħ), (86,10) 
dove F è l'operatore hamiltoniano del sistema. Questo operatore può 
essere rappresentato dalle espressioni (86,8-9) sostituendovi rą con 


ra (t), cioè con gli operatori di Heisenberg delle coordinate delle 
particelle. l 
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Secondo i principi fondamentali della statistica, la media (...) 
si può intendere diversamente, a seconda da quali variabili termodi- 
namiche deve essere espresso il risultato. Così, se la funzione c è 
definita per energia totale e numero di particelle del sistema dati, 
la media si calcola secondo un dato stato stazionario (m-esimo), 
cioè considerando il corrispondente elemento diagonale matriciale, 
Per un sistema omogeneo (liquido) la dipendenza degli elementi 
matriciali dell’operatore ôn (t, r) dal tempo e dalle coordinate è data 


dalla formula 
im | ôn (t, x) {t}= mt ôn (0) {tYexp li (Onit = km); (86,14) 


completamente analoga all’(8,4) (a secondo membro figura l’ele- 
mento matriciale dell'operatore di Schrödinger ôn (r) calcolato nel 


riviama 


punto r = 0). Tenendo conto di questa formula scriviamo 


no (t, r)= X (môn (ti r1)[2) (2|6r(t2, r:)|m) = 


= 3 Km ôn (0)[2)|? exp [i (Omit — kmit)]. 


L’immagine di Fourier di questa funzione è 
no (0, k=(20)% Km ôn (0)|2)]? 6 (0—@rm) Ô (k—kim). (86,12) 


La sommatoria in queste formule è estesa a tutti gli stati del sistema 
con numero di particelle (Nm) dato (poiché l’operatore ôn non cambia 
questo numero). 

Se vogliamo esprimere il fattore di forma mediante la temperatura 
e il potenziale chimico del liquido, dobbiamo calcolare ancora la 
media dell’espressione (86,12) secondo la distribuzione di Gibbs: 


no (0, k) = (2m): Di exp (En CEN ) (môn (0)1D]? x 
l,m 


X ô (W — Orm) 6 (k — kim) (86,13) 


(dove in tutti i termini della somma N; = Nm). Scrivendo la stessa 
formula per o (—o, —k) = o (—o, k), permutando in essa gli 
indici di somma l, m e sostituendo nel fattore esponenziale E, = 


= Em + hm = Em + fio (quest’ultima uguaglianza è dovuta 
alla presenza della funzione è), otteniamo 


o (—o, k) = 0 (0, k) e-t0/T (86,14) 
e in seguito, secondo l’(86,6), 
S (0, k) = (1+ e77) 0 (0, k). (86,15) 
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È da notare che dall'(86,13) (o dall’86,12)) deriva quanto segue: © 
la funzione o (œ, 4) >0 per tutti i valori dei suoi argomenti. 


Dalla relazione (86,14) segue, invece, che alla temperatura zero 


o (0, X}=0 per o<0, 7=0 (86,16) 


Nel limite macroscopico (N, V -+ co per un dato rapporto N/V) 


la « palizzata » delle funzioni ô nell’(86,13) viene smussata trasfor- . 


mandosi in una funzione continua, ma i picchi funzionali è in 
0 (©, k) rimangono per i valori © = oœ (k) corrispondenti a eccita- 
zioni elementari non smorzantisi (come deve essere in accordo con 
ragionamenti simili a quelli esposti al $ 8). Questi picchi compaiono, 
però, soltanto per eccitazioni che non implicano variazione del nume- 
ro di particelle 1). . 

Mostriamo in che modo il fattore di forma del liquido può essere 
legato alle grandezze che figurano nella formulazione generale del 
Psa della fluttuazione dissipativa (D. Pines, Ph. Noziéres, 

Supponiamo che su ogni particella di liquido agisca un campo 
esterno che trasmette alla particella l'energia potenziale U (t, r). 
Allora l’operatore di perturbazione agente sull’intero liquido sarà 


P(t) = fat, r) U (t, r) d'z (86,17) 


Sviluppando tutte le grandezze che vi figurano in serie di Fourier 
nel tempo, rappresentiamo la reazione del sistema (cioè la variazione 
media della densità causata dalla perturbazione) con un’espressione 
della forma 


d 


ôn (0, r) = — f a (0, |E —r2|) U (0, r3) dix, (86,18) 


dove la funzione a (œ, r) funge da suscettività generalizzata. La 
componente di Fourier nel tempo della funzione di correlazione 


c (t, r) è, nelle notazioni del teorema della fluttuazione dissipativa, 
no (0, r) = (ön (r1) Ôn (12), F = r, — r3 


Secondo questo teorema, la detta funzione si esprime attraverso la 
suscettività generalizzata con la formula 


no (o, r)=ñcth 55-Ima (0, r). (86,19) 


1) Così, nel liquido di Fermi o (œ, k) ha una singolarità della funzione 8 
per œ = ku, (essendo uş la velocità del suono nullo), ma non ha tali singolarità — 
corrispondenti al ramo fermionico dello spettro; si veda il $ 91. 
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Mediante la stessa formula si esprime la componente di Fourier nelle 


coordinate della 0 (œ, k) attraverso a (œ, k); in seguito, in accordo 
con l’(86,15), troviamo il fattore di forma dinamico 


2h 


no (0, k) =- — aT 


Img (0, k): (86,20) 
L'importanza di queste formule è dovuta soprattutto al fatto che 
esse consentono di stabilire il legame del fattore di forma con una 
funzione con proprietà analitiche generali note (nella variabile œ); 
per la funzione a (œ, k) queste proprietà sono state descritte al 
~~- $ 123 del volume V. Esse permettono anche di applicare al calcolo 
del fattore di forma la formula generale (si veda la (75,11)), secondo 

la quale 


a(o, h=d f f eicotmkm (r (t, 1) (0, 0) —A (0, O) A(t, 1)) dt ate. 
i 


(86,21) 


Esprimendo gli operatori di densità in funzione degli operatori 


p(n = F+P), si può ridurre questa espressione alla forma di una 
funzione di Green a due componenti, al calcolo della quale è appli- 
cabile la tecnica dei diagrammi. 


PROBLEMA 


Esprimere mediante il fattore di forma dinamico la probabilità di diffu- 
sione anelastica di neutroni lenti in un liquido composto di atomi identici 
(G. Placzek, 1952). 

Soluzione. Secondo il metodo dello pseudopotenziale (si veda III, § 154), 
la diffusione dei neutroni lenti può essere descritta come risultato dell’intera- 
zione di energia potenziale 


U (= Al af (o), (4) 


dove n (r) è l'operatore di densità (86,8); M la massa ridotta dell’atomo e del 
neutrone; a la lunghezza di diffusione di un neutrone lento su un singolo atomo 
(cioè il valore limite dell’ampiezza di diffusione preso con il segno opposto). 
La probabilità di transizione da uno stato iniziale (i) del sistema liquido + 
neutrone in quello finale (f) in un certo intervallo dv; è 


anali f Grouf a; @ 


(si veda III (40,5)); per gli elementi matriciali non diagonali Uy nella for- 
mula (1) si può scrivere õn in luogo di n. Normalizziamo in una particella nel 
volume Y la funzione d’onda dello stato iniziale del neutrone (con impulso p 
ed energia e), mentre normalizziamo in una funzione $ di p/2x la funzione 
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d'onda dello stato finale (con impulso p’ ed energia e’). Allora dv; = dp'/(2rh}3_- 


e l’elemento matriciale della perturbazione è 


2 í 

ane | ôni (t, r) À- 0D dsg, 

MVY 

dove fk = p — p', ho = e — e‘, e nj; (t, r) è l'elemento matriciale rispetto 
alle funzioni d'onda del liquido. Sostituendo questa espressione in dwi, som- 
miamo la probabilità di transizione su tutti gli stati finali possibili del liquido. 
Inoltre scriviamo il quadrato del modulo dell’integrale in forma di integrale 
doppio (su dt dt d'z dz’) e osserviamo che 


DI Snp (t, r) Bnj; (0°, r')*= X) ôni (8°, r’) dry (t, MN= 
7 7 


Uz (t)= 


=(ilôn (t', r’) Sù (t, ni) = no (t'—t, rr) 
(dove o è espressa in funzione dell'energia totale del liquido nello stato i). 
L'integrazione in d (t — t) œ (2' — x) dà la funzione o (©, k) e un’altra 
integrazione (in dt d'z, ad esempio) dà semplicemente il volume V e l'inter- 
vallo totale di tempo t. Omettendo il fattore ż, otteniamo come risultato la 
probabilità di diffusione nell'unità di tempo : 
Anh? — dp’ 
57 5 © 


Questa espressione resta, ovviamente, valida anche dopo il calcolo della media 
secondo la distribuzione di Gibbs, cioè per il fattore di forma espresso in fun- 
zione della temperatura. 

Notiamo che la proprietà del fattore di forma (86,16) nell’applicazione 
alla diffusione dei neutroni esprime il fatto che per 7 = 0 il liquido è capace 
soltanto di acquistare energia e non di cederla. La relazione (86,44) esprime, 

- invece, il principio di equilibrio dettagliato, poiché i processi di diffusione 
accompagnati dalla trasmissione dell'energia e degli impulsi (0, k) e (— ©, —k) 
‘sono mutuamente inversi. 


w = 


$ 87. Regole delle somme per il fattore 
.di forma 


Il fattore di forma dinamico soddisfa a certe relazioni integrali 
(nelle frequenze œ): le regole delle somme. 
La deduzione di una di esse è basata sulla regola di commuta- 


zione fra gli operatori ny (t) e rx (t). Il commutatore fra gli operatori 
di Heisenberg calcolati in un medesimo istante coincide con quello 


fra gli operatori di Schrödinger ny e ny- L'operatore ny è definito 
dall’espressione (86,9), mentre il commutatore richiesto è dato dalla 
formula 


a 


mht — nin = — ŽEN, (87,1) 


dove m è la massa di una particella del liquido 1). 


1) Il calcolo di questo commutatore coincide con il calcolo eseguito al 
$ 149 del volume III in relazione alla deduzione della regola delle somme (149,5); 
al posto del numero di elettroni Z ora abbiamo il numero totale N di particelle 
nel liquido. 


“ 
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Partiamo dall'espressione della componente dello sviluppo di 
Fourier della funzione o (t, r) soltanto nelle coordinate 


no (t, k) = f e—iktri-r2) (Ôn (t,, T4) dA (ta, r2)) d3 (£1 — T2). 


Tenendo presente che l'espressione integranda dipende unicamente 
dalla differenza r, — r, sostituiamo all'integrazione in d? (z}—z,} 
quella in d°x, d*x,/V; effettuandola sotto il segno di media otte- 
niamo 


o (t, K) = $ (nx (ti) Sfx (ta) (87,3) 


Calcoliamó la derivata do (t, k)/ôt per t = 0. Poiché o (t, kY 
dipende esclusivamente dalla differenza t= t} — tə, allora 
sea i(go_ sm) 
ôt — 2\ dt, ôt 
e, sostituendovi 1°(87,2) abbiamo 


Aol D L iy (Ôr (ti) Ba (ta) — dg (ti) Om (1). 


Ciascuno dei due termini in questa espressione dipende soltanto 
dal valore assoluto del vettore k; tenendone conto sostituiamo nel 
secondo termine k con —k. Ponendo in seguito f, = t, e osservando 
che n-k = ni, troviamo che la differenza fra parentesi quadra coinci- 
de con il commutatore (87,1). In tal modo abbiamo 


60 (t, k) ił k 
ôt i=0 2m 


D’altra parte, rappresentando la funzione ø (t, k) sotto forma di 
integrale di Fourier nelle frequenze, otteniamo 


= —i f 00 (©, Mie. 


-œ 


ðo (t, k) EEE | e-ito (o 4) 2n ze | 


di tee0 dt t=0 


Confrontando le due espressioni della derivata; otteniamo la rela- 
zione cercata 


f 00 (0, k) 22E (87,3) 
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-(G, Placzek, 41952). Sottolineiamo che essa sussiste per ogni k. Per 


passare in questa relazione al limite classico (Á + 0), si deve scrivere 
l'integrale al suo primo membro nella forma 


| ale (@, k) —o(—0, 41-37 
0 


e, in accordo con l’(86,14), sostituire in esso 
a(o, k)—o(—0, Ma o (0, k). 


Dopo questa sostituzione i fattori Á in ambedue i membri dell’ugua- 
glianza si elidono e resta 
0 
f a?o (0, k) der 
0 


Applichiamo la formula (87,3) al liquido di Bose per T = 0 e 
consideriamo il dominio dei k piccoli. Per k + 0 il contributo prin- 
cipale nell’integrale proviene dal picco funzionale è del fattore di 
forma o (w, k) che compare nell’(86,13) per transizioni accompagnate 
dalla generazione di un fonone (poiché nello stato fondamentale del 
liquido i fononi non esistono, allora non ci sono transizioni accom- 
pagnate dall’annichilazione di un fonone per T = 0). Questo termine 
ha la forma 46 (0 — uk), dove uk è l'energia del fonone (u è la 
velocità del suono). Sostituendo questo termine al posto di o (œ, k) 
nell’(87,3), determiniamo il coefficiente A e, infine, troviamo 


k2 
2m * 


nāk 
mu 


o (o, k)= 


ô (o —uk). (87,4) 
L'integrazione di questa espressione mediante la formula (86,7) 
fornisce il fattore di forma statico nai 


o (k) = E (87,5) 


2mu 


(R. P. Feynman, 1954) 1). Poiché questa formula si riferisce al domi- 


1) La formula (87,5), scritta nella forma o (k) = A?k?/2me (k), dove e (k) 
è l'energia della quasi-particella, sussiste rigorosamente soltanto per k + 0. 
All’aumentare di k un ruolo sempre più rilevante cominciano a giocarlo i con- 
tributi in o (k), provenienti dalle transizioni accompagnate dalla generazione di 
più quasi-particelle. A prescindere da questi contributi si può supporre che la 
detta formula stabilisca un legame fra il fattore di forma e l'energia delle quasi- 
particelle nel liquido di Bose. In questo caso, al massimo di o per k ~ 1/a 
(a sono le distanze interatomiche nel liquido) corrisponde il minimo « rotonico » 
sulla curva 8 (k). 
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nio dei % piccoli, la sua componente di Fourier dà l’espressione 
asintotica seguente della funzione di correlazione per grandi r: 


2 (87,6) 


VOS" ang 


(per la verifica di questa formula si veda l’integrale dato nella nota 


| alla pag. 423). Per T = 0 la formula (87,6) è valida a distanze 


grandi a piacere. A temperature basse ma finite la formula è valida 
fino a distanze r ~ /iu/T, alle quali le fluttuazioni cessano di essere 
puramente quantistiche. A distanze ancora più grandi la legge 
(87,6) cede il posto alla decrescenza esponenziale (se si trascura il 
contributo delle forze di Van der Waals; si veda il $ 83) 1). 

Si può ricavare ancora una regola delle somme dalla relazione 
stabilita al $ 86 fra il fattore di forma e una certa suscettività genera- 
lizzata a (œ, k). Questa relazione è data dalla formula (86,20), la 
quale per T = 0 si riduce (se œ >0) a 


no (0, k) = 2h Ina (0, k). (87,7) 
In accordo con le formule di Kramers-Kronig (si veda V (123,15) 


Re a (0, k=4 P f moD go. 


Ponendo œ =0 e tenendo conto che la grandezza æ (0, k) è reale ?), 
scriviamo 


a (0, = | -$ Ima (0, Mie. (87,8) 
0 
Nel limite k—>» 0 si verifica la relazione 
on —( dn 
a (0, k+0=(3r)r=" l (87,9) 


Essa deriva dal fatto che in un campo statico debole U, lentamente 
variabile nello spazio, è soddisfatta la condizione up + U = costante, 
cosicché l'applicazione del campo esterno equivale alla variazione 


1) La funzione di correlazione (87,6) è negativa (il che corrisponde alla 
repulsione fra le particelle) contrariamente alla funzione di correlazione del 
gas di Bose perfetto in cui essa è positiva (si veda V, $ 117). A questo proposito 
ricordiamo ($ 25) che in un gas di Bose debolmente non perfetto lo spettro 
energetico ha la forma fononica soltanto per k < mu/k (dove A/mu > a). Le 
distanze corrispondenti sono r ~ 1/k > &/mu, in modo che, passando a un gas 
perfetto (u + 0), il dominio di applicabilità della formula (87,6) si sposta 
all’infinito. 

2) La grandezza œ (œ = 0, r) è reale in virtù delle proprietà generali della 
suscettività generalizzata. Di qui deriva il carattere reale della componente di 
Fourier æ (w = 0, k), poiché la funzione @ (œ, r) è pari in r. 
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. del potenziale chimico di — U. Pertanto, nel limite k— 0, la. 
formula (86,18) dà 


ôn = -4 = -u | a (0, r,—r,) d? (t1 —2,)= —Ua (0, k=0), 
da cui proviene l’espressione (87,9). 

Riunendo le formule (87,7-9) così ottenute, troviamo quindi la 
seguente regola delle somme per il fattore di forma del liquido 
per T=0: 


if d 
0 PI 
(D. Pines, Ph. Noziéres, 1958). 


PROBLEMI 


1. Trovare la funzione di correlazione v (r) per il liquido di Bose a distanze 
r>hu/T e temperature T & Ta. 

Soluzione. La funzione di correlazione cercata è definita dal fattore di 
forma per valori k ~ 1/r< T/ħu & 4/a, per i quali lo spettro energetico del 
liquido è fononico. Per T Æ 0, o (©, k), oltre a un termine in ô (0 — ku) 
corrispondente all'emissione di un fonone, contiene un termine in ô (œ + ku) 
corrispondente all’assorbimento di un fonone. I coefficienti di questi termini 
si possono determinare mediante le formule (86,14) e (87,3): 


0 (0, = TRE [a —emBRU/T]-1(6 (ku) +eTMAUT8 (okuje (4) 


Integrando questa espressione troviamo che 


hk hku 
CRE cth -57 (2 
e, in seguito, che 
d3 h T hk 
= ikr k —__ Ë \ ihr,2 uy 
y(r) f ogm ) kè cth -57 dk. 


Chiudendo il cammino di integrazione in dk con una semicirconferenza inde- 
finitamente lontana nel semipiano superiore della variabile complessa k, ridu- 
ciamo l'integrale alla somma dei residui nei poli (disposti sull'asse immagina- 
rio). Per r > hu/T il contributo principale nell’integrale proviene dal residuo 


nel polo per fku/2T = ix: 
| 278 2n7 
v= ae (i r). 6) 


Per la condizione a7/fiu « 1, la distanza di smorzamento caratteristica 
della funzione v (r) risulta essere di gran lunga superiore alle distanze interato- 
miche, alle quali decrescono gii effetti dovuti all'interazione diretta fra gli 
atomi. In questo caso, nella formula (3) riveste un'importanza rilevante &, 
in modo che la correlazione da essa descritta è di carattere quantistico. È da 
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notare che nella deduzione abbiamo trascurato il contributo delle forze di 
Van der Waals. Come segue dai risultati del $ 83, questo contributo ha un 
carattere di potenza ed è fondamentale a distanze sufficientemente grandi. Le 
distanze, alle quali si realizza il passaggio dalla formula (3) a quella (83,16), 
dipendono dalla relazione concreta fra i coefficienti, ma il dominio di applica- 
bilità della formula (3) esiste sempre per temperature sufficientemente basse, 
poiché sulla frontiera del dominio di applicabilità per r ~ Řu/T si ha, secondo 
la (3), vœ Tt e, secondo l’(83,16), v ~ 77. 

2. Trovare la forma limite (alle grandi distanze) della funzione di correla- 
zione delle fluttuazioni della funzione d’onda condensata nel liquido di Bose 
superfluido (P. C. Hohenberg, P. C. Martin, 1965). 

Soluzione. Nel limite ad onde lunghe è la fase © della funzione d'onda che 

sopporta le fluttuazioni più forti, poiché esse sono legate solo da un’energia 
del moto macroscopico superfluido abbastanza piccola. Il corrispondente con- 
tributo nel potenziale total etermodinamico Q del liquido (nel volume V con T 
e u dati) è 


Esprimendo ô® in sviluppo di Fourier 
pean Dpt, 80_,=50f, 
otteniamo 


h2 
S= PV D, klO]? 
k 


e di conseguenza per il quadrato medio delle fluttuazioni 
{1 Dy 12) = Tm?/VR?psk?; (4) 


i calcoli sono assolutamente identici a quelli fatti nel volume V, $ 146. Il cont- 
tributo di queste fluttuazioni nella funzione di correlazione simultanea 
G (r) = (ô 2 (0) ôE (r)) 


è 
G (r) = no ($D (0) 80 (r)) = Tnom?/4nh?p;r. (5) 


In questo modo, G (r) decresce alle grandi distanze secondo la legge di 
potenza. Il contributo, invece, dalle fluttuazioni di densità del condensato no 
decresce in questo dominio esponenzialmente. Ambedue i contributi si raffron- 
tano per r ~ re; alle distanze r « rą essi seguono insieme la legge (alle tempe- 
rature vicine a À-punto) 


G(r) œ r0149, (6) 


dove &% è il corrispondente indice critico. Il raggio di correlazione re può essere 
determinato come la distanza, alla quale la legge asintotica (5) diventa (6): 


TE oo py no 


Introducendo gli indici critici B e v, che determinano le dipendenze di tempe- 
Tatura ng € r,; in accordo con le (28,1) e (28,3), troviamo che 


Ps D (Ta — DB, 


Usando i rapporti noti tra gli indici a. P: v, (si veda V, §§ 148, 149) è facile 
convincersi che questo risultato concorda con la (28,4). 
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$ 88. Fluttuazioni idrodinamiche 


Nei paragrafi precedenti abbiamo considerato le fluttuazioni della 
densità del liquido per frequenze © e vettori d'onda k qualsiasi. È ~ 
ovvio che era impossibile trovare la forma concreta della funzione di 
correlazione per il caso generale. Ciò si può ottenere, tuttavia, nel 
limite idrodinamico quando la lunghezza d’onda delle fluttuazioni è 
grande rispetto alle dimensioni microscopiche caratteristiche (cioè 
rispetto alle distanze interatomiche nel liquido e alla lunghezza del 
cammino libero nel gas). 

Il calcolo delle funzioni di correlazione simultanee delle flut- 
tuazioni di densità, temperatura, velocità ecc. in un liquido immo- 
bile non richiede uno studio particolare: queste fluttuazioni (nel 
limite classico, cioè non quantistico) sono descritte da formule termo- 
dinamiche comuni che sono valide per qualsiasi mezzo in equilibrio 
termico. Le correlazioni fra fluttuazioni contemporanee in diversi 
punti dello spazio si estendono a lunghezze dell'ordine di grandezza 
delle distanze interatomiche (inoltre si trascurano le forze deboli 
di Van der Waals a grande raggio d’azione). Ma queste distanze sono 
supposte infinitesime in idrodinamica. Pertanto nel limite idrodina- 
mico le fluttuazioni contemporanee in punti diversi non sono corre- 
late. Formalmente questa affermazione deriva dall’additività della 
. grandezza termodinamica, il lavoro minimo Rmin, necessario per la 
realizzazione della fluttuazione. Poiché la probabilità di fluttuazione 
è proporzionale a exp (—Rmin/7), allora, rappresentando Rmin 
in forma di una somma di termini riferiti a singoli volumi fisica- 
mente infinitesimali, troviamo che le probabilità di fluttuazioni 
in questi volumi sono mutuamente indipendenti. 

Tenendo presente la detta indipendenza, si possono riscrivere 
immediatamente le note formule per i quadrati medi delle fluttua- 
zioni delle grandezze termodinamiche in un punto dato dello spazio 
(si veda V, $ 112) sotto forma di espressioni per le funzioni di correla- 
zione. Così, secondo la formula 


(679) = 


PeF * 


esprimente le fluttuazioni della temperatura nel volume V (p è la 
densità; c, il calore specifico riferito all'unità di massa del mezzo), 
scriviamo dapprima 


{67 (ra) 67 (ry)) “ir Sab 
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dove le fluttuazioni si riferiscono a due piccoli volumi, Va e Vi. 
In seguito, facendo tendere i volumi a zero, otteniamo 1) 


(67 (1) ôT (e) = mn) (88,1) 


Analogamente si scrivono le formule per le fluttuazioni delle altre 
grandezze termodinamiche: 


(öp (1) ôp (ra) = p7 (2) Sr), (88,2) 
(ÖP (r) ÖP (e) =p ( -3p ) Sem) =pT28 1 ra), (88,9) 


(ôs (r,) ôs (r,)) = n 8m, — r) (88,4) 


(P è la pressione; s l'entropia dell'unità di massa del mezzo); in 
questo caso, le fluttuazioni delle coppie di grandezze p, T e P, s 
sono indipendenti. Scriviamo anche la formula per le fluttuazioni 
della velocità macroscopica v del liquido (nulla in equilibrio): 


(80; (r,) Sv, (r))= Z 8,28 (r1 — r3). | (88,5) 
p 


Per l’idrodinamica è specifica la questione delle correlazioni 
temporali fra le fluttuazioni, nonché la questione delle fluttuazioni 
in un liquido in moto. La soluzione di questi problemi richiede che 
si tenga conto dei processi dissipativi nel liquido, ossia della viscosi- 
tà e della conduzione termica. 

La costruzione della teoria generale dei fenomeni di fluttuazione 
in idrodinamica si riduce alla costruzione delle « equazioni del 
moto » per le grandezze fluttuanti. Ciò può essere realizzato mediante 
l'introduzione dei corrispondenti termini addizionali nelle equazioni 
idrodinamiche (Z. D. Landau, E. M. Lifsits, 1957). 

Le equazioni idrodinamiche scritte nella forma’ 


24 div(py)=0, (88,6) 
dvi dv _ GP, dp 
i 1 PVR den dai ' dar’ FOO 


ds . en pE dvi vg ) E 

e7 ( TN vys) = 5 oir ( TA + öz; div q, (88,8) 

1) Questa e le formule successive per le correlazioni contemporanee nel 

caso dei gas sono valide per fluttuazioni di lunghezze d’onda grandi soltanto 

rispetto alle distanze intermolecolari, ma non necessariamente grandi rispetto 

alla lunghezza del cammino libero. L'ultima condizione è necessaria, però, 

per le funzioni di correlazione non contemporanee nell’approssimazione idro- ` 

dinamica (poiché il meccanismo microscopico di propagazione delle perturba- 

ata nei gas è definito appunto dalla lunghezza del cammino libero delle parti- 
celle). 
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senza specificare la forma del tensore degli sforzi 0;j, e del vettore 
del flusso di calore q, non esprimono altro che la conservazione della 
massa, dell’impulso e dell’energia. Quindi, in questa forma esse 
sono valide per qualsiasi moto, comprese le variazioni fluttuazionali _ 
dello stato del liquido. In questo caso, con p, P, v si deve intendere 
la somma dei valori delle grandezze po, Pos Vo - -- nel moto fonda- 
mentale e delle loro oscillazioni dovute a fluttuazioni Sp, ôP, ôv, ... 
{rispetto a queste ultime le equazioni, ovviamente, possono sempre 
essere linearizzate). 

Le espressioni ordinarie per il tensore degli sforzi e il flusso di 
calore stabiliscono il loro legame rispettivamente con il gradiente 
della velocità e il gradiente della temperatura. Nel caso di fluttua- 
zioni nel liquido compaiono anche sforzi spontanei locali a flussi 
di calore non legati ai suddetti gradienti; indichiamoli con Sip e g 
e li chiameremo «casuali ». Scriviamo così i 


e i 2 i i 
Oir=N (rr + Da — 5 dix div v) +88, div V-+Sir, (88,9) 


a=—WT+g (88,10) 


(n, & sono i coefficienti di viscosità; x il coefficiente di conducibilità - 
termica). 

Il problema consiste ora nello stabilire le proprietà di s;, e g, 
cioè nel definirne le funzioni di correlazione. Per semplicità, condur- 
remo tutte le considerazioni per il caso di fluttuazioni non quanti- 
stiche, naturale in idrodinamica; ciò significa che le frequenze delle 
oscillazioni di fluttuazione sono supposte soddisfare la condizione 
fio < T. Supporremo, inoltre, che i coefficienti di viscosità e di 
conducibilità termica siano non dispersivi, cioè indipendenti dalla 
frequenza delle oscillazioni. 

La teoria generale delle fluttuazioni (esposta ai $$ 119-122 del 
volume V) tratta una serie discreta di grandezze fluttuanti 2,, 
Zə, ... mentre nel caso in questione abbiamo a che fare con una 
serie continua (i valori di pọ, P, ... in ogni punto del liquido). 
Supereremo questa difficoltà inessenziale dividendo il volume del 
corpo in elementi piccoli ma finiti AV e considerando alcuni valori 
medi delle grandezze in ciascuno di questi elementi; nelle formule 
definitive realizzeremo il passaggio ad elementi infinitesimali. 

Considereremo le formule (88,9-10) come equazioni 


ta=— J Yas Xo+ (88,11) 


della teoria generale delle fluttuazioni quasi-stazionarie (si veda V 
{122,20)); fra l’altro, come grandezze x, considereremo i valori delle 
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componenti del tensore 0; e del vettore q in ciascuno degli elementi 
AV; allora le grandezze y, sono sip e g: 


Ta > Oik, di» (88,12) 
Ya > Siks Zi- 


Il significato delle grandezze termodinamicamente reciproche X, 
può essere specificato mediante la formula esprimente la velocità... 
di variazione dell’entropia totale del liquido S. Con un procedi- 


mento comune (si veda VI, $ 49) e mediante le formule (88,8-40}) 


troviamo 


da f { di (F2) lay. (88,13) 


Sostituendo questo integrale con la somma estesa agli elementi 
AV e confrontando in seguito il risultato così ottenuto con l’espres- 
sione 


S= — X ala 
a 
troviamo che 


1 dvi; Vh 1 ôT 
Xa>— ar (rta) AV. Fg AVe (88,14) 


Ora è facile trovare i coefficienti ya» che definiscono direttamente le 
correlazioni cercate secondo le formule 


(a (t1) Yo (t2)) = (Pas + Voa) lta — tə) (88,15) 


(cfr. V (122,21a)). 

Prima di tutto osserviamo che le formule (88,9-10) non hanno 
termini che potrebbero legarè oip al gradiente della temperatura 
e q ai gradienti delle velocità. Ciò vuol dire che i coefficienti cor- 
rispondenti ya» sono nulli e, in virtù dell’(88,15), abbiamo 


(Sin (tis rı) 81 (z r2)) = 0, (88,16) 


vale a dire che s;, e g non sono, in generale, correlati tra loro. 

Inoltre, i coefficienti che legano i valori q; ai valori (AV/7°)07/0z, 
sono nulli se queste grandezze sono prese in AV distinti, e sono uguali 
a Vin = %T?6;x/AV se prese nel medesimo elemento. Dopo il passag- 
gio al limite AV —> 0 , questi valori di yap permettono di ottenere 
. mediante la formula (88,15) 


(Gi (tis r1) Er (ta, ro)) = 2xT?6;26 (rı — r2) Ô (tı — ta). (88,17) 
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Analogamente si ottengono le formule per le funzioni di correla- 
zione del tensore degli sforzi casuale 


(Sin (ti, Fi) Sim (tz, r2)) == 
=2T [n (8:10nm + Simbn1) + (1 54) Sinôim |6 (r4 — r2) Ô (1 — t2). 
(88,18) 


Le formule (88,16-18) risolvono, in principio, la suddetta questio- 
ne del calcolo delle fluttuazioni idrodinamiche in qualsiasi caso 
concreto. Il cammino di risoluzione del problema è il seguente. 
Considerando s; e g come funzioni date delle coordinate e del tempo, 
risolviamo formalmente le equazioni linearizzate (88,6-8) rispetto 
alle grandezze dp, ôv, .. ., tenendo conto delle condizioni al con- 

_ torno idrodinamiche necessarie. Come risultato otterremo queste 
grandezze in forma di funzionali lineari di s;x, g. Corrispondente- 
mente, ogni grandezza quadratica in dp, ôv, ... si esprime me- 
diante funzionali quadratici di si}, g; in seguito, le loro medie si 
calcolano mediante le formule (88,16-18), mentre le grandezze ausi- 
liarie si, g scompaiono dalla risposta. 

Scriviamo le formule (88,16-18) anche nelle componenti di Fourier 
nelle frequenze e lo facciamo immediatamente nella forma che 
generalizza le formule al caso di fluttuazioni quantistiche. Secondo 
le regole generali del teorema della fluttuazione dissipativa, questa 
generalizzazione si ottiene introducendo il fattore ausiliario 

. (f@/2T) cth (w/2T) che si riduce a 1 nel caso classico (ho < T). 
In presenza di dispersione della viscosità e della conduzione termica 
le grandezze n, ©, x sono funzioni complesse della frequenza; in 
questo caso, nelle formule esprimenti le fluttuazioni le grandezze 
n, È, x vanno sostituite dalle parti reali di queste funzioni: 


(sikg T) =0, (88,19) 
(EPEP)a = dn (T1 — r) oT cth de z'Rex(o), (88,20) 


(sp) = Aos (r; — r) cth se X 
2 3 
X [ ( Sriðrm + Simôn — F 8:n81m ) Re n (0) + 8inbim Ret (0). (88,21) 
$ $9. Fluttuazioni idrodinamiche in un mezzo 
illimitato 


In questo paragrafo tratteremo le fluttuazioni idrodinamiche in 
un liquido immobile illimitato. Questo problema potrebbe essere 


FLUTTUAZIONI IDRODINAMICHE 454 


risolto, ovviamente, con il metodo esposto al paragrafo precedente, 
Tuttavia, ci proporremo di risolverlo qui in un altro modo per illu- 
strare così un metodo alternativo di risoluzione dei problemi delle 
fluttuazioni idrodinamiche. 

Questo metodo parte dalla teoria generale delle fluttuazioni 
quasi-stazionarie al suo stadio iniziale, cioè prima dell’introduzione 
delle forze casuali. Ricordiamo in proposito le formule generali 


. (si veda V, $ 122). Siano 


Ta = — DI das (89,1) 


le « equazioni del moto » macroscopiche per un insieme di grandezze 
Za (t) descriventi lo stato non in equilibrio del sistema (in equilibrie 


SILIULDIO DEL DISTOLLIO (4 MILLS 


sono tutte le x, = 0); queste equazioni sono valide se le grandezze x, 


sono grandi rispetto alle loro fluttuazioni medie (ma, al tempo stesso, 
così piccole che sia ammissibile la linearizzazione delle equazioni 
del moto). Allora si può affermare che le stesse equazioni sono soddi- 
sfatte (per ż >0) dalle funzioni di correlazione delle fluttuazioni 


-Jr (Ta (8) te (0) = — DI hes (z (0) 22 (0), 1>0. (89,2) 


Come condizioni iniziali per queste equazioni servono le uguaglianze 
(xa (t) Le (0)) li=+o = (rato), (89,3) 


dove (Taz, ) è una funzione di correlazione simultanea supposta nota, 
Le funzioni di correlazione si prolungano al dominio t < 0 secondo 
la regola f 


(walt) Ze (0)) = Æ (Ta (—t) ze (0)), (89,4) 


dove il segno superiore riguarda il caso in cui le due grandezze za 
e ze sono pari (o ambedue dispari) rispetto all’inversione del tempo, 
e quello inferiore si riferisce al caso in cui una è pari e l’altra dispari. 
La soluzione dell’equazione (89,2) con la condizione (89,3) si ottiene 
mediante la trasformazione di Fourier unilaterale: moltiplicando 
l'equazione per e'®* e integrando su è nei limiti da 0 a co (inoltre, 
l'integrale a primo membro dell’equazione si trasforma per parti), 
otteniamo il sistema di equazioni 


—im (Lato = — 2 Aab (Taze)o” + (Late) (89,5) 
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per-le-grandezze (funzioni della-frequenza) 


~ (ram) = fetta (t) z (et (89,6) 
0 


Quanto alle componenti di Fourier comuni della funzione di corre- 
lazione, esse si esprimono mediante le grandezze (89,6) come segue: 


(Lo%b)o = f ciot (La (t) Ta (0)) dt = 
= (rat) + [(Tato)o *= (cat) + (0a) (89,7) 


dove i segni + corrispondono ai segni nell’(89,4). 

Passando ora al problema posto delle fluttuazioni in un liquido 
immobile, prima di tutto linearizziamo le equazioni idrodinamiche 
(83,6-8) con Oik e q ottenuti dalle espressioni (88,9-10) (senza gli 
ultimi termini). Ponendo p = pọ + de, v = ôv, ... e rigettando 
i termini non lineari, otteniamo 


DeL pdivv=0, | (89,8) 
pSr = — VIP+nAv+(t+3)vdaivvy (89,9) 

/ dis x 
a = pr SIT (89,10) 


(dopo la linearizzazione omettiamo l'indice 0 delle grandezze costan- 

= ti po, . . .). Nelle equazioni (89,8-10) è comodo dividere immediata- 
mente la velocità nella parte potenziale (« longitudinale ») vl) e 

rotazionale (« trasversale ») vl secondo la definizione 


Csa v= vb +y(5, ; (39;11) 
div v® =0, rot v®=0. 
Nell'(89,8) resta la sola velocità longitudinale 


20 p div v®=0, (89,12) 


mentre 1’(89,9) si scinde in due equazioni 


Ivo _n t 5 
200 1 Av, (89,13) 
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L'equazione per la velocità trasversale è indipendente dalle altre 
equazioni. Rispettivamente, anche per la funzione di correlazione 
delle sue fluttuazioni abbiamo una sola equazione 


Ts (t, r) vk? (0, 0))— vA (vi (t, r) vi (0, 0) =0, (89,15) 
dove v = n/p è la viscosità cinematica. Sottoponendola alla trasfor- 
mazione di Fourier unilaterale, otteniamo 

— io (01 (e) vi? (0) P — vA (vi? (1) vP (0)P = wf (1) v (0)) 


{dove a secondo membro figura la funzione di correlazione simulta- o — 
nea) oppure, passando alle componenti di Fourier nelle coordinate, 


PPP 
vkł?— io ’ 


(VIVE) ox Z 


La funzione di correlazione simultanea della velocità è data dalla 
formula (88,5); passando alle componenti di Fourier e separando la 
parte trasversale, abbiamo 
DID o T Kika z 
(eb). (89,16) 


iS 


Sostituendo questa espressione in quella precedente, otteniamo 
finalmente 1) 
si vk2 

(WPO) = 2 Re (wPo R= (e) E (89,17) 

Per le altre variabili abbiamo il sistema di equazioni mutuamente 
connesse (89,10), (89,12), (89,14). Tuttavia, questo sistema si rende 
più semplice nei casi limite di frequenze grandi o piccole. Il fatto 
è che le perturbazioni della velocità longitudinale e dolla pressione 
si propagano nel liquido alla velocità del suono u, mentre le pertur- 
bazioni dell’entropia seguono l'equazione della conducibilità termi- 
ca. Quest'ultimo meccanismo richiede un tempo ~1/yk?, perché la 
perturbazione si propaghi a distanza ~1/k (x = x/pcp è la conduci- 
bilità di temperatura del mezzo). Quindi, per le frequenze che soddi- 
sfano (per un dato valore del vettore d’onda) la condizione 


yk < o ~ ku (89,18) 


si può supporre che fluttuino soltanto v® e P a entropia costante. 
Contrariamente, per 
yk? ~ o < ku (89,19) 


avvengono fluttuazioni isobare dell’entropia ?). 


1) È facile vedere che integrando l’espressione (89,17) in d0/2x, riottenia- 
mo, come deve essere, la funzione di correlazione simultanea. 

2) La disuguaglianza yk? « ku si verifica sempre nel dominio idrodinamico. 
Così, nei gas abbiamo u ~ vr e % ~ vr I, dove vr è la velocità termica media 
delle particelle e / la lunghezza del loro cammino libero medio. Pertanto la 
disuguaglianza yk < u è equivalente alla condizione obbligatoria kl « 1. 
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Consideriamo anzitutto il primo dominio delle alte frequenze ` se 


— (89, 18) e definiamo, ad esempio, le fluttuazioni della pressione. 
L'equazione (89,14) riscritta per le funzioni di correlazione ha la 


_ forma 


Iv (t, r) ôP (0, 0))= — grad (SP (t, r) ôP (0, 0)) + 
+ (t$) grad div (v® (t, 1) 82 (0, 0)) 


e come condizione iniziale serve l'annullamento della correlazione 
simultanea fra v® e ôP. Applicando la trasformazione di Fourier 
unilaterale nel tempo e una trasformazione totale nelle coordinate, 
ricaviamo 


— iwp (vP) = —ik (8P) — (t+4)k ( kv Pg. (89,20) 
In seguito, nell'equazione (89,12) scriviamo 
89=(25-) 89+(-22) ss=4sP—p*(-T) ss, 


ed esprimiamo la derivata 0$s/0% mediante l'equazione (89,10) scritta 
nella forma 

dis _ x 

at =T (3 F), ASP 
(in virtù della condizione yk? < œ trascuriamo a secondo membro 
il termine in Aôs rispetto a 08s/0t). Ciò conduce all’equazione 


Te (IT) ASP +p div v? =0. 


L'equazione corrispondente per le funzioni di correlazione si ottiene 
di nuovo di qui sostituendo ôP e v® rispettivamente con 
(ôP (t, r) ôP (0, 0)) e (v® (t, r) ôP (0, 0)), mentre l’(88,3) serve 
come condizione iniziale. Dopo l'applicazione della trasformazione 
di Fourier questa equazione dà 


[e (20). OPAR ip ev PR = (89,24) 


Dalle due equazioni (89,20-21) ricaviamo dopo alcune trasforma- 


zioni 
© k2 T 4 2 f k2 
(8P?)ok = 2 Re (82?) = 2 Re a (89,22) 
- dove 


napina) a 


s 
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è il coefficiente di assorbimento del suono nel mezzo (si veda VI, 
$ 77) e yr la sua parte legata alla conducibilità termica. Scriviamo 
la risposta finale per il dominio di frequenze in prossimità dei 
valori œ = +ku, dove le fluttuazioni sono particolarmente grandi: 


Tus 
O EEIN E (89,24) 
Questa formula è valida per | œ F ku | $ uy). 

Nel dominio delle basse frequenze (89,19) è sufficiente considera- 
re, come è stato detto, le fluttuazioni dell’entropia a prescindere da 
quelle della pressione. Ciò vuol dire che nell’equazione (89,10) si 
può porre == 

ôT T 
ôT x (r )p ôs = z ôs 
(il calore specifico cp si riferisce all'unità di massa). Quindi, per la 
funzione di correlazione cercata abbiamo un'equazione dello stesso 
tipo dell’(89,15), mentre la condizione iniziale è data dall’espres- 
sione (88,4). Come risultato otteniamo 


2c 2 
8a (89,25) 


PROBLEMI 


1. Trovare la funzione di correlazione per le fluttuazioni del numero di 
particelle disciolte in una soluzione debole. 
Soluzione. La densità n del numero di particelle disciolte verifica l’equa- 
zione di diffusione 
In 
Ga PAn 
D è il coefficiente di diffusione). In una soluzione debole i valori contemporanei 
della densità in punti distinti dello spazio non sono correlati tra loro (così 
come per la densità di un gas perfetto non esiste correlazione simultanea); 
pertanto la funzione di correlazione simultanea è 


(ôn (r) ôn (r)) = nô (vi — ra). 
Analogamente alla formula (89,25) troviamo 


2nk?D 
STR 


In questa soluzione trascuriamo la diffusione termica, per cui le fluttua- 
zioni di n si possono considerare indipendentemente dalle fluttuazioni della 
temperatura. 

2. Trovare la funzione di correlazione per le fluttuazioni di pressione in un 
liquido che ha grande viscosità seconda dispersiva, ¢ (œ), dovuta al rilassa- 
mento lento di un certo parametro. 


1) Ricordiamo (si veda VI, $ 77) che il coefficiente idrodinamico di assorbi- 
mento del suono è sempre piccolo nei gas (la disuguaglianza y < k segue auto- 
maticamente dalla condizione kl « 1); esso è piccolo nei liquidi in cui non 
esiste dispersione rilevante del suono. 
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Soluzione. -L'esistenza di processi lenti di rilassamento implica la comparsa 
>- di una viscosità seconda della forma ss 

IR n= 

t (0)= qir “huD, 


dove 7 è il tempo di rilassamento; u la velocità d’equilibrio del suono; uo la 
velocità del suono per valore costante del parametro di rilassamento (si veda VI, 
$ 78). Le equazioni (89,20-21) e con esse T (89,22) sono ugualmente valide in 
presenza di dispersione. Ponendo ¢ = ¢ (©) e trascurando i termini provenienti 
da n e x, otteniamo dopo il calcolo 


27xpu$ (u2, — uf) 


(622) = (u$ — 02/43) + 021? (u2 — 02/k9)? * 


$ 90. Espressioni operatoriali per i coefficienti 
cinetici 


Alle formule (88,20-21) dedotte al $ 88 si può conferire un aspetto 
nuovo leggendole « da destra a sinistra », cioè considerandole come 
espressioni per i coefficienti di conducibilità termica e di viscosità. 
In questo caso, le funzioni di correlazione ai primi membri delle 
uguaglianze si possono esprimere, per loro definizione, mediante gli 
operatori di alcune grandezze aventi significato microscopico; come 
risultato, questi operatori consentono di esprimere i coefficienti 
cinetici del liquido. 

Prima di tutto bisogna tener presente che la mancanza difcorrela- 
zione fra le fluttuazioni dei flussi « casuali » di energia e di impulso 
in punti diversi dello spazio (l’esistenza della funzione & (ri — r3) 
nelle formule (88,20-21)) è una conseguenza dell’approssimazione 
idrodinamica; quest’ultima è valida soltanto per valori piccoli del 
vettore d’onda. Per esprimere questa condizione in forma esplicita, 
scriviamo le formule nelle componenti dello sviluppo di Fourier 
rispetto alle coordinate spaziali (il che si riduce alla sostituzione dei 
fattori è (r, — r,) con 1) e passiamo al limite k + 0. Così, la formula 
(88,20), alla quale è applicata una convoluzione sulla coppia di 
indici i, k 
= -Re x (©), 


(gg) = 38 (rr) hoT cth ŽA 


la scriveremo nella forma 
4 h 4 p 
Re x (0) ==> th 3r lim (2)ox- (90,4) 
È facile vedere che, con questa scrittura, nella detta formula si 


può sostituire il flusso « casuale » di calore g con il flusso totale di 
energia, che indichiamo con Q. Quest'ultimo, come è noto dal- 
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l’idrodinamica, rappresenta la somma del flusso di trasporto convet- 
tivo di energia e del flusso di calore q: 


Q=(+-+w) py +q ~ puv—xVT+g (90,2) 


(w è la funzione termica dell'unità di massa di liquido; nell’ultima 
espressione è omesso il termine contenente la potenza più elevata 
della velocità di fluttuazione v). Ma per k piccoli le fluttuazioni 
delle grandezze fisiche reali (v, 7, p ecc.), a differenza delle flut- 

____tuazioni dei flussi casuali, contengono una potenza superflua di k- 
per cui, nel limite k + 0, le fluttuazioni di g coincidono con quelle 
di Q. Questa conclusione è già evidente dal fatto che i flussi g e Sia 
entrano nelle equazioni del moto delle fluttuazioni idrodinamiche 
(83,6-8) soltanto sotto il segno delle derivate spaziali, mentre le 
suddette grandezze fisiche vi figurano anche sotto forma di derivate 
temporali; quindi, dopo il passaggio alle componenti di Fourier, 
le derivate temporali risultano essere dell’ordine di k/@ rispetto 
alle derivate spaziali. 

A differenza di g, il flusso totale di energia Q è una grandezza 
avente un significato meccanico diretto e le corrisponde l'operatore 
quantomeccanico Q (t, r) che viene espresso mediante gli operatori 
delle variabili dinamiche delle particelle del mezzo. Ricordando la 
definizione della funzione di correlazione attraverso gli operatori 
(di Heisenberg) della grandezza corrispondente, arriviamo così 
alla formula 


1 ho 
Re x (®) = her th -F Xx 


x lim | f ei(ot-kr) (Â (t, r) Ô (0, 0) +Â (0, 0) ĝt, r))dtd*x (90,3) 


k+0 


(M. S. Green, 1954). 

Tuttavia, si può ottenere una rappresentazione ancora più comoda 
della funzione x (œ) ricorrendo alla formula che esprime la funzione 
di correlazione mediante il commutatore degli operatori corrispon- 
denti, 

Se z, (r) e z, (r) sono due grandezze fluttuanti (che sono nulle in 
equilibrio e che si comportano allo stesso modo nei confronti del- 
l’inversione del tempo), la loro funzione di correlazione, in accordo 
con le formule (76,1) e (75,11), può essere rappresentata nella forma 


(PaPa = cth 5p Re È etot (fE, (t, r,), 2 (0, r,)}) dl, 
v 
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_. dove la parentesi {...} indica il commutatore. Passando allo sviluppo ___ 
di Fourier nelle coordinate r = r} — rə, otteniamo la formula 


(£oLr)ok =cth A -Re | I eot-ko ({£, (t, x), 2, (0, 0)}) di dêz. (90,4) 
0 a 


Applicando questa formula alla funzione di correlazione (Q*)ak 
e sostituendo il risultato nella (90,1), otteniamo 


Rex (0) = -27 lim Re f f eitot-xe) {Â (t, r), Ô (0, 0)}) dé d'z. 
) | 


In ambedue i membri di questa formula sotto il segno Re figurano 
funzioni di œ che tendono a zero per œ + co e sono prive di qualche — 
singolarità nel semipiano superiore della variabile complessa œ. 
Dall’uguaglianza delle parti reali di queste funzioni sull'asse reale œ 
deriva che le funzioni sono anch'esse uguali, e noi otteniamo così 
la formula finale seguente: 


(o) ar lin | | end, r), ÔO Oyetate. (90,5) 


Per ottenere il valore statico del coefficiente di conducibilità termica, 
occorre in seguito passare al limite œ + 0. 

Analogamente si può trasformare la formula (88,21) ed ottenere 
un'espressione operatoriale per i coefficienti di viscosità. = 

Se introduciamo il flusso totale dell’impulso, o;1 = —Pôir + 
+ dir (dove 0;x è preso dall'(88,9)), allora nel limite k + 0 le flut- 
tuazioni di tutti i termini, tranne s;x, si annullano, cosicché in 
questo limite si può sostituire la funzione di correlazione (s;x81m)ok 
con (0;x01m)ok- Infine otteniamo la formula 


n (©) (818xm + Sim — 5 Öröm ) +8 (0) nm = 


=‘ lim È ( citot-t i, (t, £), Gim (0, O) dt d'z, (90,6) 
v 


k+0 


dove 0;, (t, r) è l'operatore di densità di flusso dell'impulso (H. Mo- 
ri, 1958). Applicando a questa uguaglianza la convoluzione sulle 
coppie di indici i, ke l, m oppure i, le k, m, otteniamo espressioni 
distinte rispettivamente per 9% o 10y + 3%. 
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$ 91. Fattore di forma dinamico del 
liquido di Fermi 


A un liquido di Fermi sono inapplicabili le formule (87,4-6) 
esprimenti il fattore di forma per T = 0, poiché la loro deduzione 
è basata sull’ipotesi che (per © e k piccoli) esista soltanto il ramo 
fononico dello spettro delle eccitazioni elementari. Neanche la 
teoria idrodinamica delle fluttuazioni sviluppata ai $$ 88, 89 è 
‘applicabile al liquido di Fermi. Questa teoria richiede che sia sod- 
disfatta la condizione 4. « 14 (essendo / la lunghezza del cammino 
libero medio delle quasi-particelle) che è evidentemente violata nel 
~ liquido di Fermi, poiché Z co 7-2, e tende all’infinito per T —> 0. 
Quindi, per calcolare il fattore di forma del liquido di Fermi si deve 
ricorrere a un'equazione cinetica. 

In questo caso è comodo partire dalle formule (86,17-20) che 
- stabiliscono un legame fra il fattore di forma e la suscettività gene- 
ralizzata rispetto all’influsso sul liquido di un certo campo U (t, r). 
Nelle componenti di Fourier anche nelle coordinate la definizione 
{86,18) si scrive come segue: 


ôn (0, k) = —a (0, k) Uor. (94,1) 
Ci limitiamo al caso T = 0. Allora il fattore di forma dinamico si 
esprime mediante a (œ, k) secondo la regola 
2hIma (0, k), @>0, 
0 s OTO. 
Quanto alla perturbazione della densità ôn (0, k), essa si calcola 
mediante un’equazione cinetica, e in essa si può trascurare (per 
T — 0) l'integrale degli urti. Questi calcoli differiscono da quelli 


effettuati al § 4 per il suono nullo solo per il fatto che all'energia 
della quasi-particella si aggiunge il termine 


U (t, r) = Uoyeilkr-ot), 
Rispettivamente alla derivata ôs/ðr nella (4,3) si aggiunge il termine 


ĝU/ðr = ikU, e al primo membro dell'equazione cinetica (4,8) 
il termine 


no (0, Y= (941,2) 


Ta = ikvU8 (e — £p). 

Cerchiamo la soluzione dell'equazione cinetica nella forma 
Ön (p) = nor (p) eitkr-at), 

n252 


nok (p) = —ô(e— er) Imtpp (2), n=È. 


E la componente di Fourier della perturbazione della distribuzione 
dell’impulsn delle quasi-particelle. La variazione cercata della densi- 


— ikU 


(91,3) 
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4 del numero totale di quasi-particelle (coincidente con la densità 
del numero di particelle autentiche) è data dall’integrale 
= 2d3 1 d 
Sn (0, k)= | Sa (E — ar | A (0) ie Uor 
La definizione della funzione y (n) nella (91,3) differisce dalla defi- 
nizione di v (n) nella (4,9) per la normalizzazione, che è fatta in 
modo tale che la formula (91,2) diventi 


7o (0, k)= Im f x), o>0. (91,4) 
Per la funzione stessa y% (n) otteniamo così l'equazione 


t 2 2 
(0— vrkn) % (n) —vrkn f F(8)x (n) {= — in, (94,5) 


che differisce dalla (4,11) per il suo secondo membro. 

L'equazione (91,5) non contiene in forma esplicita grandezze 
immaginarie. La comparsa della parte immaginaria nella sua solu- 
zione y (n) è dovuta quindi soltanto all’aggiramento dei poli negli 
integrali che compaiono nel corso della risoluzione. Le regole di 
questi aggiramenti sono date dalla condizione che il campo imposto 
al sistema U œ~ e-i0* sia incluso adiabaticamente a partire da t = 
= — 00;a tal fine è necessario sostituirne la frequenza œ + œ + i0. 

La forma concreta della soluzione dipende dalla forma della 
funzione di interazione delle quasi-particelle F (9). Mostriamo l’an- 

. damento della soluzione e le sue proprietà sull’esempio più semplice 
della funzione F = costante = Fo. 

In questo caso la soluzione dell’equazione (91,5) ha la forma 

vpkn 
x(m)=C Tao (91,6) 
dove C è una costante, che può essere definita con la sostituzione 
inversa della (91,6) nella (91,5), il che dà 
C (14+ I) = MELE (941,7) 


neh? 3 
dove 
f f kn'vp do’ 
— J kw'vep—o— ið 4n * 


L'espressione integranda dipende unicamente dall'angolo fra n’ e k 
e dopo una sostituzione evidente troviamo 


4 isn/2, s<1, 
j (91,8) 


i 
1 zdz 8 
I(9=5 | pian EE 


2 z—s—iņ 
-1 
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-dove s = @©/kvr (la parte immaginaria dell’integrale si separa se- 
condo la regola (8,11)). 

Sostituendo la funzione y (n) dalle (91,6-8) nella (91,4), otteniamo 
il fattore di forma dinamico 


Pa 2m* I (s) 
no (0, k) = TE IMIFIT (91,9) 


(A. A. Abrikosov, I. M. Chalatnikov, 1958). In virtù della (91,8) 
esso è diverso da zerò per s < 4, cioè per tutti i valori di © < kv pe 
Se Fo >O, allora in un liquido di Fermi è possibile la propaga- 


zione del suono nullo a velocità u, definita dall’equazione (4,15): 
1 + Fol (sS)=0, so = uolvr. 


Peri valori di s nell'intorno di s, l’espressione (91,9) diventa 
1 


S— So 


costante- Im A 
dove, in accordo con quanto detto sopra, con s = o/kvp si deve 
intendere s + i0. Ciò vuol dire che in ø (œ, k) compare ancora un 
termine funzionale ô della forma costante-ò (s — So), oppure 


o (@, k) = costante- kô (0 — kuo) (91,10) 


Questo termine rappresenta il contributo nel fattore di forma pro- 
veniente dal ramo del suono nullo dello spettro energetico del liquido 
di Fermi; esso è completamente analogo al contributo fononico 
(87,4) nel fattore di forma del liquido di Bose. 

L'esistenza di questo termine non è legata, ovviamente, all’ipote- 
si F = costante e rappresenta una proprietà generale del liquido 
di Fermi, in cui è possibile la propagazione del suono nullo; dalla 
legge di interazione delle quasi-particelle dipende soltanto il valore 
del coefficiente nella (91,10). Senza membro destro l'equazione 
(91,5) coincide con l’equazione del suono nullo; perciò la soluzione 
dell'equazione non omogenea ha un polo per @/k = us. 

‘Dalla forma dell'equazione (91,5) risulta con chiarezza che la 
sua soluzione dipende dai parametri œ e k soltanto sotto forma di 
rapporto 0/k. Quindi, il fattore di forma dinamico sarà anch'esso 
funzione di questo rapporto. Il fattore di forma statico, invece, 


o (k) = f o (0, k) $ 


avrà, quindi, la forma 
o (k) = costante» k. (91,11) 
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Ciò significa che la funzione di correlazione spaziale simultanea delle ©’ 


fluttuazioni di densità per 7 = 0 nel liquido di Fermi (così come in 


quello di Bose) segue la legge v (r) co r=. 


È da notare, infine, che il fattore di forma dinamico per il gas 
di Fermi perfetto può essere ricavato dalla (91,9) mediante il passag- 
gio al limite 7g > 0: 


o (0, k) = me > 0< o< kir. 


In questo caso il fattore di forma statico è 


kv 
F pẹ k 


do 
oa | cr 


0 $ x 
(in accordo con i risultati del problema 1 al $ 117 del volume V). © 
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